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Résumé
Le transport turbulent d'un plasma de décharge à travers un champ magnétique
toroïdal a été étudié par diﬀusion collective de la lumière. Cette technique permet
d'accéder à la transformée de Fourier spatiale des ﬂuctuations de densité, résolue en
temps.
La continuité entre la diﬀusion incohérente et la diﬀusion collective a été mon-
trée, justiﬁant par la même l'interprétation de la diﬀusion de la lumière aux grandes
échelles comme étant une diﬀusion sur les ﬂuctuations de la densité ﬂuide. Un calcul
a pour cela été mené, prenant en compte le caractère discret des particules diﬀu-
santes (les électrons) et les ﬂuctuations induites par le mouvement thermique des
diﬀérentes particules du plasma. Il en résulte que le caractère discret des diﬀuseurs
est négligeable, quoique potentiellement sensible. Les conditions dans lesquelles il
est possible d'identiﬁer la fonction d'autocorrélation du signal diﬀusé à la fonction
caractéristique de la distribution des déplacements turbulents ont par ailleurs été
écrites.
L'état stationnaire du plasma a été étudié et les ﬂuctuations de densité, de tem-
pérature et de potentiel ont été observées simultanément, au moyen d'une sonde
de Langmuir rapide. L'ajout d'une petite composante verticale au champ magné-
tique toroïdal permet d'obtenir un plasma uniforme. Le facteur de forme du plasma,
sans et avec champ magnétique vertical additionnel, a été mesuré en fonction du
vecteur d'onde d'analyse k en unités absolues. Les fonctions d'autocorrélation du
signal diﬀusé, identiﬁées à la fonction caractéristique du déplacement turbulent, ont
été analysées. Il s'est avéré que la statistique du déplacement turbulent à un temps
donné présente les caractéristiques d'une marche de Lévy, avec un paramètre α
proche de 1. La distribution du déplacement turbulent s'éloigne donc d'une gaus-
sienne et se rapproche d'une lorentzienne. Il s'agit d'une mesure expérimentale qui
peut être rapportée directement aux modèles théoriques.
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Abstract
On a toroidal plasma discharge, a collective light-scattering has been set to in-
vestigate plasma turbulence and transport. The scattering device output signal is
proportional to the space Fourier transform of the plasma density.
We justiﬁed the use of collective scattering as a tool to investigate large scale ﬂuid
density ﬂuctuations thanks to a calculus taking into account the discrete nature of
scattering particules, i.e. the electrons and the density ﬂuctuations induced by their
thermal movement. We found that the discrete nature of scattering particules is ne-
gligeable but possibly detectable. The time autocorrelation function of the scattered
signal as a function of k is shown to be the Fourier transform of the displacement
probability distribution.
The steady state of the plasma is investigated thanks to Langmuir probes. We
found that a homogeneous plasma is obtained when adding a small vertical com-
ponent to the magnetic ﬁeld. The two-dimensional static form factor is measured
in absolute units as a function of k. The autocorrelation function of the scattered
signal, i.e. the Fourier transform of the displacement probability distribution, is in-
vestigated at diﬀerent times as a function of k. It is found to be consistent with
a Lévy walk model with a characteristic exponent α close to 1. The displacement
probability distribution is thus close to a Cauchy function instead of a Gaussian.
This opens the way to build and check models exposed in theoretical works.
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INTRODUCTION
La turbulence est l'un des grands problèmes ouverts de la physique contemporaine.
Il n'existe pas de théorie uniﬁée de la turbulence, que ce soit en mécanique des
ﬂuides ou en physique des plasmas. Les recherches sur le sujet ne se limitent pas
à un intérêt académique car les situations pratiques où elle apparaît et joue un
rôle déterminant sont nombreuses. Dans le domaine de la mécanique des ﬂuides,
on peut citer les applications aéronautiques ou aérospatiales, qui font intervenir des
problèmes d'écoulement turbulent d'un ﬂuide autour d'un objet.
En physique des plasmas, elle fait également l'objet d'une recherche active, en
particulier dans le cadre de la recherche sur la fusion thermonucléaire contrôlée par
conﬁnement magnétique. Il a été montré en eﬀet que c'est le transport turbulent
à travers le champ magnétique qui est responsable du transport dit anormal. Dès
lors la compréhension et la maîtrise de la turbulence dans les grands tokamaks sont
indispensables pour améliorer le conﬁnement et dimensionner convenablement les
prochaines machines, à commencer par I.T.E.R., le futur tokamak international, aﬁn
d'atteindre le critère requis sur la densité, la température et le temps de conﬁnement
des particules pour réaliser de façon rentable la réaction de fusion. Si l'étude de la
turbulence dans un plasma magnétisé fait dans ce cadre l'objet d'un eﬀort particu-
lier de la communauté internationale, elle intervient aussi dans d'autres contextes,
comme l'étude de l'ionosphère. Enﬁn, c'est sans doute également le transport tur-
bulent qui est à l'origine du transport anormal observé dans les propulseurs plasma
à eﬀet Hall.
La description de la dynamique de la turbulence fait souvent intervenir des coeﬃ-
cients de diﬀusion turbulents. Nous rappelons au chapitre premier que le paradigme
de la diﬀusion moléculaire implique une loi d'échelle déterminée entre les variables
de temps et d'espace et une distribution gaussienne du déplacement. Nous présen-
tons d'autres modèles, faisant intervenir les distributions de Lévy. Plusieurs travaux
théoriques suggèrent en eﬀet qu'elles permettent de mieux décrire les propriétés
de la turbulence, mais, jusqu'à présent, sans preuve expérimentale directe de leur
existence.
La diﬀusion collective de la lumière est un régime de diﬀusion d'ondes électroma-
gnétiques sur les inhomogénéités spatiales de la densité à grande échelle. Le champ
électrique de l'onde diﬀusée est modulé par n(−→k , t), la transformée de Fourier spa-
tiale de la densité, le vecteur d'onde observé étant proportionnel à l'angle de dif-
fusion. Une démodulation superhétérodyne permet d'accéder à un signal complexe,
directement proportionnel à n(−→k , t). Un diagnostic de diﬀusion collective permet
donc d'accéder à la fois à la structure spatiale et à la dynamique de la turbulence.
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L'utilisation de la diﬀusion collective pour sonder la structure spatiale de la tur-
bulence est déjà ancienne [1]. La mesure et l'interprétation du spectre temporel de la
diﬀusion sont plus délicates et l'utilisation de la diﬀusion collective pour recueillir des
informations sur la dynamique de la turbulence est venue plus tardivement. Au cha-
pitre 2, nous établissons les conditions dans lesquelles la fonction d'autocorrélation
temporelle du signal diﬀusé sur les inhomogénéités spatiales de la densité s'identiﬁe
à la fonction caractéristique de la distribution des déplacements turbulents. Dans
ces conditions, la diﬀusion collective oﬀre la possibilité d'obtenir des informations
sur la statistique du déplacement turbulent. L'intérêt de cette information est de
pouvoir être rapportée directement à des modèles théoriques.
Comme nous l'avons écrit plus haut, la diﬀusion collective est habituellement dé-
crite comme une diﬀusion sur les ﬂuctuations macroscopiques de densité. Pourtant,
il y a une continuité entre les diﬀérents régimes de diﬀusion, depuis la diﬀusion in-
cohérente (aux échelles très inférieures à la longueur de Debye) jusqu'à la diﬀusion
collective (aux grandes échelles), car c'est toujours le même processus qui est en jeu :
la diﬀusion d'une onde électromagnétique sur des électrons. Cette continuité a été
établie dans le cas des ﬂuides. Dans le cas des plasmas, et singulièrement des plasmas
magnétisés, la tâche est plus complexe car à des échelles égales ou supérieures à la
longueur de Debye apparaissent des eﬀets collectifs qu'il faut modéliser. L'expression
des ﬂuctuations de densité, établie en prenant en compte ces eﬀets collectifs, a été
trouvée dans les années soixante dans le cas d'un plasma à l'équilibre. Nous nous
sommes alors posé la question de savoir si ces ﬂuctuations microscopiques de densité
ne participaient pas également au signal de diﬀusion collective. Pour répondre à cette
question, nous avons établi au chapitre 3 une expression des ﬂuctuations de densité
qui décrit tous les régimes de diﬀusion, depuis la diﬀusion incohérente jusqu'à la
diﬀusion collective. Ce calcul met en évidence cette continuité entre les diﬀérents ré-
gimes et permet de quantiﬁer l'eﬀet des ﬂuctuations microscopiques. Nous montrons
qu'il est faible, mais potentiellement sensible.
Nous avons étudié la turbulence dans un plasma d'argon magnétisé, créé par une
machine toroïdale grâce à un diagnostic de diﬀusion collective. Nous nous sommes
auparavant attachés à trouver un régime de fonctionnement permettant l'utilisa-
tion de notre diagnostic pour obtenir la distribution des déplacements et étudier
son évolution avec le temps. Nous montrons au chapitre 4 que l'ajout d'une petite
composante verticale au champ magnétique permet d'obtenir un tel régime. Nous
avons tenté également de caractériser les ﬂuctuations que nous observons, en mesu-
rant les ﬂuctuations de densité, de température et de potentiel simultanément et en
fonction du temps grâce à une sonde de Langmuir unique et un système de balayage
périodique rapide.
Les résultats expérimentaux obtenus par diﬀusion collective de la lumière sont
présentés au chapitre 5. Nous mesurons d'abord le facteur de forme statique en
unités absolues, grâce à une méthode d'étalonnage présentée au chapitre 2. Nous
étudions ensuite les fonctions d'autocorrélation du signal de diﬀusion pour des vec-
teurs d'onde k compris entre 770 et 2000 m−1 (soit des échelles d'observation entre 3
6
et 8 mm) et pour diﬀérentes valeurs de champ magnétique toroïdal, comprises entre
0,22 et 0,36 T. Nous étudions la dépendance en k de la fonction caractéristique
du déplacement et comparons les résulats avec les modèles théoriques présentés au
chapitre premier, et notamment avec les modèles de marche aléatoire faisant appel
aux statistiques de Lévy. Nous étudions également l'évolution temporelle de cette
fonction caractéristique.
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Chapitre premier
FLUCTUATIONS ET TURBULENCE
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1. FLUCTUATIONS ET TURBULENCE
Le but de ce chapitre est de présenter les modèles qui permettent d'interpréter les
résultats expérimentaux obtenus par diﬀusion de la lumière sur un plasma magnétisé.
Modéliser la turbulence est par nature quelque chose de complexe. Nous utiliserons
une approche statistique simple, faisant appel à la théorie des marches aléatoires et
permettant de décrire les principales caractéristiques du mouvement turbulent.
La notion de marche aléatoire sera introduite dans le cadre de la diﬀusion mo-
léculaire. Nous étendrons ce modèle à la description d'un mouvement turbulent et
introduirons tous les modèles qui seront par la suite utilisés pour interpréter les
observations expérimentales.
I La diﬀusion moléculaire et sa modélisation
I.1 Le problème
Un gaz est constitué de molécules dont les interactions binaires, à une distance
grande devant le rayon moléculaire, sont le fait des forces de Van der Waals. Ces in-
teractions sont caractérisées par un potentiel attractif à décroissance rapide en 1/r6.
Aux distances inférieures au rayon moléculaire, le potentiel d'interaction binaire de-
vient fortement répulsif, sous l'eﬀet d'interactions quantiques relevant du principe
d'exclusion de Pauli qui interdit l'interpénétrabilité des nuages électroniques. On
modélise souvent le potentiel à courte portée par une fonction en 1/r12. Le détail de
ce potentiel importe peu, car la distance intermoléculaire est très grande devant le
rayon moléculaire : ce dernier est de l'ordre de l'Angtröm (0,1 nm) quand la distance
intermoléculaire dans un gaz à pression et température ambiante est de l'ordre de 3
nm; il suﬃt que la croissance du potentiel modèle en zéro soit suﬃsamment rapide.
L'expression du potentiel d'interaction binaire peut donc s'écrire
U(r) =
A
r12
− B
r6
, (1.1)
r étant la distance entre les deux molécules, A et B, des constantes positives. Avec
ce modèle, le rayon moléculaire 1 est r0 = (2AB )1/6. L'allure de ce potentiel est repré-sentée Fig. 1.1.
Si r0 est négligeable, il est possible de simpliﬁer encore la description en approxi-
mant le potentiel (1.1) par le potentiel d'interaction des gaz parfaits :
U(r) = U0δ(r), (1.2)
δ(r) étant la distribution de Dirac.
1. Le rayon moléculaire est la distance à laquelle le potentiel d'interaction binaire est minimal.
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Fig. 1.1  Potentiel d'interaction binaire entre molécules. La distance intermoléculaire est
normalisée au rayon moléculaire.
Etant donné la forme du potentiel d'interaction binaire (Eq. 1.1), la physique
des molécules d'un gaz est la résultante de collisions violentes à faible paramètre
d'impact. Les molécules pourront être considérées comme des systèmes isolés sauf
lors de ces épisodes violents quand elles s'approchent à courte distance d'une de
leurs voisines.
I.2 Le formalisme des marches aléatoires appliqué à la diﬀusion des molécules
En idéalisant ces collisions par des évène-
∆(τ)
R(t)
R(t+τ)
Fig. 1.2  Trajectoire typique d'une
molécule dans un gaz.
ments instantanés et localisés dans l'espace (ce
qui revient à modéliser le potentiel d'interaction
binaire par l'expression 1.2), on peut décrire la
trajectoire des molécules par des lignes brisées,
chaque point anguleux correspondant à une col-
lision. Entre chaque point anguleux, on dit que
la molécule fait un pas. Après un temps τ et un
nombre plus ou moins grand de pas, la molécule
a eﬀectué un déplacement −→∆ par rapport à sa
position initiale (Fig. 1.2). Le paramètre d'im-
pact d'une collision particulière étant imprévi-
sible dans un système à grand nombre de particules, il pourra être traité comme une
variable aléatoire. Comme la physique des molécules d'un gaz résulte uniquement
d'interactions binaires, les diﬀérents pas qui constituent la marche aléatoire d'une
molécule pourront être considérés comme des évènements aléatoires indépendants,
caractérisés par une vitesse et un temps de libre parcours. La vitesse après une
collision est "tirée au sort" selon la loi de distribution des vitesses dans le gaz; le
temps de libre parcours est également tiré au sort suivant sa propre distribution de
probabilité, qui dépend de la section eﬃcace de collision et de la densité du gaz.
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Pour caractériser le transport diﬀusif, il est intéressant de connaître la densité de
probabilité du déplacement −−−→∆(τ). La densité de probabilité des déplacements, ou
distribution des déplacements, est la probabilité pour qu'une molécule située en −→R
à l'instant t se trouve à l'instant t+τ dans un petit volume d3−→R ′ centré en −→r , après
un déplacement −→∆ , avec −→r = −→R +−→∆ .
Nous avons besoin pour cela de nous donner quelques propriétés statistiques sur
les diﬀérents pas qui se succèdent. Tout d'abord, à l'équilibre thermodynamique, la
distribution en vitesses des molécules d'un gaz est une maxwellienne. Cette distri-
bution a un moment du second ordre ﬁni; il existe donc une vitesse quadratique
moyenne, notée u0. Nous cherchons maintenant à mettre en évidence un temps ca-
ractéristique pour la durée des pas, le temps de libre parcours moyen, noté τc et une
longueur caractéristique, le libre parcours moyen, noté lc, l'un et l'autre étant reliés
par la relation lc = u0 τc.
Pour évaluer la probabilité d'une collision, il est nécessaire de prendre en compte
le caractère ﬁni du rayon moléculaire r0 (Fig. 1.1). La probabilité d'une collision
entre deux molécules est proportionnelle à la surface σ des disques apparents de ces
molécules, appelée surface eﬃcace de collision.
Sans faire appel au modèle des sphère dures, la section eﬃcace de collision est
déﬁnie de la façon suivante [2]. Un faisceau de particules de densité ni et de vitesse u
entre en collision avec une cible ﬁxe comprenantN particules. On suppose que chaque
collision ne fait intervenir qu'un seul couple de particules : une particule du faisceau
et une particule de la cible. Les collisions sont en outre supposées indépendantes les
unes des autres. Dans ces conditions, le nombre n de collisions par unité de temps
s'écrit n = Nniuσ. La constante de proportionnalité, σ, a les dimensions d'une
surface et on l'appelle section eﬃcace de collision.
Nous savons que les molécules ont une vitesse de l'ordre de u0. Une molécule
va, pendant dt balayer un volume de l'ordre de σu0dt. Elle y rencontrera nσu0dt
molécules, n étant la densité du gaz. Nous avons ainsi mis en évidence l'existence
d'une fréquence de collision, nσu0 et donc du temps caracatéristique recherché, τc =
1
nσu0
et du libre parcours moyen lc = 1nσ .
L'existence d'un temps de libre parcours moyen étant posé, nous pouvons construire
la probabilité, notée Pc, qu'une particule ne subisse pas de collision pendant un temps
t en faisant intervenir le temps de libre parcours moyen.
Pc(t) = e
−|t|/τc . (1.3)
Cette loi de probabilité est construite en supposant que la probabilité qu'une par-
ticule subisse une collision pendant un intervalle de temps dt est proportionnelle
à dt (la constante de proportionnalité est 1/τc) et indépendante de l'histoire de la
particule (et notamment du temps écoulé depuis la dernière collision). On parle
d'hypothèse markovienne. La valeur absolue dans la formule 1.3 permet d'élargir la
signiﬁcation de Pc : pour t > 0, c'est la probabilité qu'une molécule ne subisse pas
de collision pendant l'intervalle de temps de durée t, au delà de l'instant considéré;
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pour t < 0, c'est la probabilité qu'une molécule n'ait pas subi de collision pendant
l'intervalle de temps de durée | t |, antérieur à l'instant considéré.
Avec ces hypothèses, à savoir une fonction de distribution en vitesse gaussienne,
de vitesse quadratique moyenne u0 et une loi de probabilité Pc de la forme 1.3,
Ornstein [3, 4] a obtenu l'expression de l'écart quadratique moyen du déplacement−→
∆ en fonction du temps. Un calcul complet (par une méthode diﬀérente de celle
d'Ornstein) peut être trouvé également dans la thèse de B. Tomchuk [5]. L'expression
obtenue est la suivante :
< ∆2 > (τ) = 2u20 τ
2
c
(
τ
τc
− 1 + e− ττc
)
. (1.4)
Cette expression généralise l'expression obtenue par Einstein quelques années
plus tôt, qui ne décrit que le comportement aux temps plus longs que le temps de
collision (τ >> τc). On a alors un comportement diﬀusif : la variance du déplacement
croît linéairement avec le temps.
< ∆2 > (τ) = 2u20 τc τ = 2D τ, (1.5)
où D est le coeﬃcient de diﬀusion moléculaire.
Si on regarde la limite aux temps courts (τ < τc) de l'expression 1.4, on trouve
un comportement balistique : c'est l'écart-type du déplacement qui est proportionnel
au temps.
< ∆2 > (τ) = 2u20 τ
2. (1.6)
Sur des durées aussi courtes, la quasi-totalité des molécules sont en train de réaliser
leur premier déplacement. Aux temps intermédiaires, de l'ordre de τc, le nombre de
pas n'est pas suﬃsant pour que le caractère diﬀusif s'aﬃrme totalement.
Nous donnons ici une démonstration plus rapide de la formule d'Ornstein (Eq.
1.4). La position de la particule après un temps t,
−→r (t) =
∫ t
0
−→v (t′) dt′,
a un écart quadratique moyen
〈−→r (t)2〉 =
∫ t
0
∫ t
0
〈−→v (t1)−→v (t2)〉 dt1 dt2.
On montre facilement que la fonction d'autocorrélation de la vitesse s'écrit
〈−→v (t).−→v (t+ τ)〉 = u20 Pc(τ) = u20 e−|τ |/τc (1.7)
La démonstration est la suivante. La moyenne d'ensemble est d'abord eﬀectuée sur
la possibilité que −→v (t) = −→v (t+ τ) (pas de collision entre t et t+ τ , probabilité Pc(τ)
d'être dans ce cas) ou non, puis sur les vitesses. Dans le cas où il y a eu une collision,
les vitesses sont statistiquement indépendantes et la moyenne d'ensemble sur les
vitesses donne 0, puisque la vitesse moyenne est nulle. Dans le cas où la vitesse est
14
restée constante, la moyenne d'ensemble sur les vitesses donne u20. En eﬀectuant le
changement de variable t2 = t1 + τ , on obtient
〈−→r (t)2〉 = u20
∫ t
0
∫ t−t1
−t1
e−|τ |/τc dt1 dt2.
soit l'expression recherchée :
〈−→r (t)2〉 = 2u20 τ 2c (
t
τc
− 1 + e−t/τc).
I.3 Fonction caractéristique du déplacement
A partir de ce qui précède, nous allons calculer la fonction de distribution du
déplacement, P (−→∆ , t) ou plutôt sa fonction caractéristique. La fonction caractéris-
tique d'une distribution est la moyenne d'ensemble de la fonction circulaire e−i−→k .−→∆ ,
c'est-à-dire la transformée de Fourier spatiale de cette distribution.
Si −→∆ suit une distribution gaussienne, sa fonction caractéristique est de la forme
P (
−→
k , t) = e−
k2
2
<∆2>. (1.8)
Auquel cas, vue l'équation 1.4,
Pˆ (
−→
k , t) = e−k
2 u20 τ
2
c (t/τc−1+exp(−t/τc)). (1.9)
Le caractère gaussien de la distribution des déplacements est facilement établi
aux temps courts (t τc). En eﬀet, pour des temps aussi courts, presque toutes les
particules sont en train d'eﬀectuer leur premier pas. La distribution des déplacements
est alors une image de la distribution en vitesse, elle-même gaussienne, en raison
de la relation −→r (t) = −→v t. Le caractère gaussien peut être également démontré
avec des arguments simples pour les temps longs (t  τc). Pour des temps très
longs, le déplacement au temps t est le résultat de l'addition des diﬀérents pas qui
sont des évènements indépendants suivant une distribution d'écart type ﬁni. Dans
ces conditions le théorème de la limite centrale s'applique et la distribution de la
somme de ces diﬀérents pas, à savoir du déplacement au temps t, converge vers une
gaussienne.
Pour les temps intermédiaires, il n'est pas possible d'invoquer un argument théo-
rique simple. Il faudrait calculer la distribution de probabilité d'une somme d'un
nombre aléatoire de pas, à partir de la distribution sur les temps de libre parcours
et de celle sur la longueur des pas. Nous avons jugé ce calcul hors de notre portée.
En revanche, nous avons réalisé une simulation numérique d'une telle marche.
L'idée de la simulation est la suivante. Il s'agit de construire la distribution des
déplacements à un temps t donné. Une particule eﬀectue une suite de pas. Chaque
pas est eﬀectué à une vitesse tirée au sort selon une distribution gaussienne; sa durée
est tirée au sort selon une distribution exponentielle. Les pas s'additionnent jusqu'à
ce que le total des temps de libre parcours dépasse le temps t. On arrête alors le
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Fig. 1.3  Distributions statistiques gaussienne (en haut) et exponentielle (en bas) obtenues
numériquement en unités naturelles (à gauche) et en semi-log (à droite). On
vériﬁe que la distribution gaussienne a un écart-type de
√
2 et que la distribution
exponentielle a un temps caractérisque égal à 1.
calcul et on mesure le déplacement total eﬀectué lorque la durée t est écoulée. La
même procédure est appliquée à 100.000 particules. Les distributions des vitesses sur
chaque axe étant séparables (la distribution gaussienne le permet), il est possible de
se limiter à la statistique de la projection du déplacement sur un axe. La distribution
statistique est obtenue en comptant le nombre de particules se trouvant dans les
canaux de taille et de nombre raisonnablement choisis, puis en divisant le nombre
de particules dans chaque canal par le nombre total de particules et par la largeur
du canal, de façon à obtenir une distribution statistique normalisée.
La fonction de distribution des vitesses est une gaussienne. On peut générer une
telle distribution à partir d'un générateur de nombres aléatoires numérique présen-
tant une distribution uniforme sur un intervalle ﬁni. Soit p(x), la distribution de
ce générateur de nombres aléatoires. Soit P (y), la distribution que l'on souhaite si-
muler. Il suﬃt de trouver la fonction à appliquer à x pour que y = f(x) suive la
distribution souhaitée. Pour cela, il faut que
P (y)dy = p(x)dx, (1.10)
soit, puisque x = f−1(y)
df−1
dy
=
P (y)
p(x)
La distribution des vitesses, normalisée à u0
√
2, s'écrit
P (y) =
e−y
2
pi
.
16
La distribution générée numériquement,
p(x) =
1
2
si x ∈ [−1; 1] et vaut 0 sinon.
Il est possible d'obtenir la distribution souhaitée pour y à partir du générateur de
nombres aléatoires caractérisé par la distribution p en choisissant f telle que
f−1(y) =
2
pi
∫ y
0
e−y
′2
dy′ = Erf(y).
La distribution gaussienne se génère donc à partir d'une distribution uniforme en
utilisant l'inverse de la fonction Erreur. Celle-ci est évaluée par dichotomie sur un
intervalle légèrement plus petit que [−1; 1], à la limite de précision de calcul de la
fonction erreur par le logiciel utilisé 2, soit une erreur relative de moins de 1.10−15.
Une série de 100.000 tirages opérés de cette façon permet de reproduire une distri-
bution gaussienne sur trois ordres de grandeur (Fig. 1.3, en haut).
La distribution des temps de libre parcours est la probabilité que le pas ait une
durée t à dt près. Elle s'obtient en dérivant Pc (Eq. 1.3). En normalisant les temps
à τc, il vient
P (y) = e−y
On obtient cette distribution à partir d'une distribution uniforme sur l'intervalle
[0; 1] en appliquant le changement de variable
f(x) = −ln(1− x),
comme on peut le vériﬁer grâce à l'équation 1.10. Une distribution statistique ainsi
obtenue après 100.000 tirages est représentée sur la ﬁgure 1.3, en bas. On peut
vériﬁer que le temps caractéristique vaut bien 1.
Nous avons calculé comme décrit ci-dessus les distributions des déplacements pour
des temps normalisés compris entre 0,1 et 50 (Fig. 1.4). Celles-ci restent raisonna-
blement proches d'une gaussienne, un petit écart peut être observé aux temps in-
termédiaires, de l'ordre de quelques τc. Nous avons ajusté une gaussienne sur les
distributions obtenues à diﬀérents instants et nous avons comparé la variance de
l'ajustement avec la loi d'Orstein (Eq. 1.4). On observe un bon accord entre les
deux (Fig. 1.5, en bas). Les résidus (Fig. 1.5, en haut) sont faibles. Le maximum est
atteint pour t = 3τc, où on atteint 6.10−3. Nous avons pu vériﬁer de cette manière
la validité de l'équation 1.9 à tout instant.
II La turbulence
II.1 Déﬁnition
Tout système présentant des ﬂuctuations, de densité ou d'autres paramètres,
n'est pas turbulent. Quels critères peut-on se donner pour caractériser un système
2. Igor, chez Wavemetrics
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Fig. 1.4  Distributions statistiques de la projection selon un axe des déplacements, obte-
nues numériquement pour diﬀérents temps (trait continu rouge) et leur ajuste-
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en bas en semi-log. A gauche, t = 0,1; à droite, t = 2, 5, 8, 20 et 50.
5x10-3
0
(<∆2>th - <∆
2>sim)/<∆
2>sim
50403020100
40
30
20
10
0
<∆2>
50403020100
t/tc
Fig. 1.5  Variance des ajustements gaussiens sur les distributions statistiques calculés à
diﬀérents instants (points) et comparaison avec la formule d'Ornstein (Eq. 1.4,
trait continu).
La diﬀérence entre les deux modèles est présentée en haut. Elle est faible, maxi-
male lorsque le temps est proche de quelques fois le temps de collision.
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turbulent ? En s'appuyant sur l'énoncé de Lesieur [6], nous exposerons quelques
propriétés d'un tel système :
 une sensibilité extrême aux conditions initiales : un écart inﬁme par rapport à
un état initial, même très localisé, peut conduire à une évolution diﬀérente du
système tout entier;
 une capacité de transport et de mélange bien plus importante que la diﬀusion
thermique particulaire des constituants élémentaires du milieu (molécules pour
un gaz, ions et électrons pour un plasma);
 un taux de ﬂuctuation supérieur de plusieurs ordres de grandeur au taux de
ﬂuctuation dû à la dynamique moléculaire;
 la description du système fait intervenir une grande gamme d'échelles spatiales,
depuis la taille du système lui-même jusqu'à l'échelle où le taux de ﬂuctuation
est le taux de ﬂuctuation d'équilibre, imposé par la dynamique moléculaire,
cette dernière pouvant être inférieure de plusieurs ordres de grandeur à la taille
du système.
D'une façon plus générale, le mouvement turbulent est principalement le fait des
grandes échelles 3 (grandes devant toutes les échelles particulaires). Par conséquent,
la description ﬂuide (milieu continu) convient. Un tel milieu peut être modélisé
comme une superposition de particules ﬂuides, dont on peut étudier le mouvement
et la déformation.
II.2 Modélisation par une marche aléatoire
Le mouvement des particules ﬂuides peut être caractérisé par la fonction d'au-
tocorrélation des vitesses lagrangiennes, c'est-à-dire la corrélation entre les vitesses
d'une même particule ﬂuide.
Cv(τ) =< v(t) v(t+ τ) > (1.11)
Cette fonction contient la plupart des informations nécessaires pour bâtir un mo-
dèle de marche aléatoire. Cv(0) est la vitesse turbulente quadratique moyenne u2;
Cv(τ) (normalisée convenablement) est l'équivalent de la fonction Pc de la partie
précédente. Il s'agit de la distribution des temps nécessaires pour faire perdre à
la particule ﬂuide la mémoire de sa vitesse initiale. L'utilisation des marches aléa-
toires est justiﬁée par le fait que ces dernières conduisent aux mêmes résultats que
l'équation de Fokker-Plank.
II.3 Statistique gaussienne des déplacements
Dans le cas où la fonction de distribution des déplacements est une gaussienne, sa
fonction caractéristique est également une gaussienne de la forme donnée par l'équa-
tion 1.8. Il suﬃt de connaitre son écart-type pour qu'elle soit totalement déterminée.
Si la distribution des vitesses turbulentes est proche d'une gaussienne et qu'il
existe un temps caractéristique τc de perte de mémoire, on peut obtenir simplement
3. Des résultats expérimentaux quantitatifs seront présentés à ce sujet au chapitre 5.
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Fig. 1.6  Exemple de marche aléatoire à deux dimensions suivant une statistique gaus-
sienne. La partie basse est un agrandissement d'une partie de la trajectoire.
la fonction caractéristique du déplacement, comme nous l'avions fait pour la fonc-
tion caractéristique du déplacement moléculaire. En eﬀet, dans ce cas, sa fonction
caractéristique s'écrit de même que dans l'équation 1.9.
Pˆ (
−→
k , t) = e−k
2 u2 τ2c (t/τc−1+exp(−t/τc)). (1.12)
où u est la vitesse turbulente quadratique moyenne et τc est le temps de corrélation
de la vitesse. On appellera tout élément de cette famille de fonctions une fonction
d'Ornstein.
L'aspect d'une marche aléatoire en deux dimensions suivant une telle distribution
de probabilité est représentée sur la ﬁgure 1.6. Cette ﬁgure a été obtenue par un
programme semblable à celui présenté à la section précédente.
Une longueur caractéristique des libres parcours existe et on la note lc. Tous les
pas ont une longueur du même ordre de grandeur que lc. C'est ce que nous pouvons
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constater en agrandissant une petite partie de la trajectoire de la particule (Fig.
1.6, en bas). La distance ∆ parcourue après un temps τ par une particule vériﬁe la
célèbre loi d'échelle de la diﬀusion. Le rapport du carré de cette distance au temps de
parcours est une constante égale au rapport du carré de la longueur caractéristique
lc au temps caractéristique τc (Eq. 1.13). Ce rapport, noté D, est homogène à un
coeﬃcient de diﬀusion et on l'appelle coeﬃcient de diﬀusion turbulent. Par analogie
avec la diﬀusion moléculaire, on ajoute un facteur 2.
∆2
τ
= 2
l2c
τc
= 2D (1.13)
La description ﬂuide de la turbulence en terme de coeﬃcient de diﬀusion tur-
bulent a été très utilisée dans le cadre de la physique des plasmas, tant par les
expérimentateurs [7] que par les théoriciens [8, 9] et encore aujourd'hui reste un pa-
radigme commode [10, 11]. Cette description théorique faisant appel à la loi de Fick,
induit des hypothèses très fortes sur la statistique du déplacement, comme nous le
rappellent les expressions 1.5 et 1.13. Elle suppose une distribution gaussienne des
déplacements et l'existence d'échelles caractéristiques de longueur et de temps.
II.4 Exemple d'une autre statistique
D'autres statistiques existent cependant, dont les propriétés seraient tout à fait de
nature à rendre compte des observations expérimentales. Considérons dans un pre-
mier temps l'exemple d'une distribution lorentzienne. Cette distribution est encore
appelée fonction de Cauchy.
P (∆, t) =
1
pi
1
1 + ( ∆
d(t)
)2
, (1.14)
où d(t) est la demi-largeur de P (∆) à mi-hauteur au temps t.
Cette fonction présente des ailes beaucoup plus larges que la gaussienne, à tel
point qu'elle n'a pas de moment d'ordre deux : l'expression de ce dernier diverge vers
l'inﬁni. Cela signiﬁe que des événements d'intensité très grandes sont certes rares
mais possibles, contrairement au cas où la distribution est gaussienne : les événements
extrêmes sont alors inﬁniment peu probables, comme nous avons pu le constater au
paragraphe précédent. Nous avons eﬀectué une simulation des mouvement selon une
double loi de probabilité telle que 1.14. Chacun des déplacements selon les axes (Ox)
et (Oy) est tiré au sort, après chaque collision, selon la même loi 1.14. Le résultat
d'une telle marche aléatoire à deux dimensions est présenté sur la ﬁgure 1.7.
On observe qu'il n'y a pas dans ce cas de longueur caractéristique. Si on agrandit
une portion de la trajectoire (Fig. 1.7, en bas), on ne trouve pas des segments de
longueurs semblables mais une image très similaire à la trajectoire toute entière.
Si on eﬀectuait un nouvel agrandissement sur une petite partie de cette portion
de trajectoire, il en serait de même. Une marche aléatoire suivant une distribution
lorentzienne présente des propriétés d'autosimilarité.
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Fig. 1.7  Exemple de marche aléatoire à deux dimensions suivant une statistique lorent-
zienne. La partie inférieure est un agrandissement d'une partie de la trajectoire.
22
On peut s'étonner que cette marche soit à ce point anisotrope. C'est que le pro-
gramme générant la marche aléatoire a été conçu plutôt à des ﬁns d'illustration
que de modélisation. Comme nous l'avons mentionné plus haut, nous avons en eﬀet
considéré que les coordonnées du déplacement selon chacun des deux axes étaient
des variables indépendantes suivant la même distribution de probabilité lorentzienne.
La distribution est factorisable en deux parties indépendantes lorsque la distribution
est gaussienne. Mais ce n'est pas le cas avec une distribution lorentzienne. Avec un
tel choix, comme la distribution lorentzienne n'a pas d'échelle caractéristique, il est
rare que les déplacements selon les deux axes, issus de deux tirages diﬀérents, soient
du même ordre de grandeur : l'un est souvent négligeable devant l'autre. D'où les
angles droits observés. Il semblerait a priori plus réaliste de prendre une distribution
lorentzienne pour le module du déplacement et une distribution uniforme pour la
direction, mais une telle fonction ne serait pas intégrable, que ce soit en deux ou en
trois dimensions, et ne pourrait donc être normalisée à 1.
II.5 Les distributions stables de Lévy : une généralisation de la distribution
gaussienne
Les distributions gaussienne et lorentzienne, malgré leurs diﬀérences ont un point
commun. Toutes deux sont des distributions stables.
Soit {. . . , xi, . . . }, n variables indépendantes dont la distribution de probabi-
lité est P . La distribution P est dite stable s'il existe un nombre c tel que P soit
également la distribution de la variable somme
X =
1
c
∑
i
xi.
L'intérêt de telles distributions tient au fait que des distributions qui ne sont pas
stables par addition sont susceptibles de converger vers l'une de ces distributions
stables quand le nombre de variables aléatoires indépendantes dans la somme devient
très grand.
Un exemple célèbre est le théorème de la limite centrale. Dans une formulation
faible, il s'énonce ainsi. Soient n variables aléatoires indépendantes dont la distribu-
tion a un écart type ﬁni. La distribution de la somme de ces variables tend vers une
gaussienne lorsque n tend vers l'inﬁni. Ce théorème se généralise quand on relâche la
contrainte sur l'écart-type ﬁni et qu'on la remplace par une contrainte sur l'exposant
du développement asymptotique de la distribution.
L'ensemble des distributions stables forme l'ensemble des distributions de Lévy.
Ces dernières ont une fonction caractéristique de la forme [12] :
PˆL(k) = e
−(dk)α 0 < α ≤ 2, (1.15)
où α est l'exposant de Lévy et d est homogène à une distance. Pour α = 2, on re-
connaît la gaussienne. Pour α = 1, on retrouve la Lorentzienne si on se souvient que
sa transformée de Fourier est la fonction exponentielle. Pour les autres distributions
de Lévy, on ne connaît pas d'expression analytique dans l'espace direct, mais seule-
ment leur fonction caractéristique. Toutes ces fonctions hors la gaussienne n'ont pas
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de moment d'ordre 2. Les marches aléatoires qui leur sont associées n'ont donc pas
d'échelle caractéristique.
II.6 Les distributions de Lévy en physique
Ces distributions et les propriétés des marches aléatoires associées ont été décou-
vertes par le mathématicien P. Lévy dans la première partie du XX e`me siècle. Leur
intérêt pour la physique n'est apparu que progressivement, l'existence d'un écart-
type inﬁni paraissait cantonner ces distributions au rang de curiosité mathématique.
C'est que jusque là, on avait toujours considéré des marches aléatoires où les pas
s'enchaînent à un rythme régulier. Le nombre de pas eﬀectués est alors strictement
proportionnel au temps écoulé. Les premiers succès des distributions de Lévy en
physique sont liés à l'invention des "Continuous Time Random Walk" (CTRW).
Ces marches aléatoires sont déﬁnies à la fois par une distribution de la longueur des
pas et par une distribution du temps d'attente [13]. Une distribution gaussienne pour
la longueur des pas et une distribution de Lévy pour les temps d'attente permet de
décrire les phénomènes subdiﬀusifs, c'est-à-dire des situations où le carré de l'écart
type d'une variable aléatoire résultant de la somme de processus élémentaires croît
moins vite que le temps :
〈x2〉 ∝ tα, α < 1.
De telles situations se rencontrent en physique de la matière condensée. C'est éga-
lement le cas pour la diﬀusion d'une charge à travers un champ magnétique dans
un plasma non-turbulent. Une description de ce phénomène en terme de CTRW est
due à l'Ecole de Bruxelles et notamment R. Balescu qui a introduit ces concepts en
physique des plasmas [14].
Les CTRW n'ont pas été les seuls arguments de nature à réconcilier les physiciens
et les vols de Lévy. En eﬀet, même si la statistique associée à un phénomène physique
présente un écart-type inﬁni pour le déplacement, il ne faut pas oublier que le calcul
qui a mené à ce résultat supposait un espace inﬁni. En réalité le système physique
est toujours ﬁni. Cette considération n'a que peu d'importance lorsqu'on traite un
système diﬀusif qui possède une échelle caractéristique de distance, dès lors que la
taille du système est très grande devant cette échelle [15]. Autrement dit, les ailes des
distributions gaussiennes ont un poids tellement faible, qu'il importe peu où a lieu la
troncature imposée par la taille ﬁnie du système dès lors qu'elle se situe à quelques
écarts-types. Il n'en va pas du tout de même avec les phénomènes impliquant des
statistiques dont les moments d'ordre 2 divergent. Le fait que le système soit ﬁni est
sensible car cela inﬂue sur la distribution eﬀectivement observée (voir par exemple
l'appendice de la référence [16]). Cela permet tout d'abord de retrouver un écart-
type ﬁni pour le déplacement et, de plus, cet écart-type dépend de l'endroit où a
lieu la troncature. La physique du système dépend alors de sa taille.
Il est assez intuitif de penser que de telles distributions sont de nature à décrire
le transport turbulent et les phénomènes d'intermittence, que la théorie de Fick
décrit mal [10]. Pourtant la mise en place d'une description théorique s'est avérée
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plus délicate dans le cas d'un transport superdiﬀusif, c'est-à-dire des situations où
le carré de l'écart type d'une variable aléatoire résultant de la somme de processus
élémentaires croît plus vite que le temps :
〈x2〉 ∝ tα, α > 1.
De nombreux travaux théoriques récents ont été écrits sur le sujet, notamment
pour décrire le transport dans des plasmas chauds magnétisés des machines à fusion
[17, 18, 15, 19]. Cependant si ces modèles permettent d'expliquer des phénomènes
jusque là décrits par des termes ad hoc, comme la vitesse de pincement dans les
tokamaks [19], peu de preuves directes mettent en évidence des processus de Lévy.
Ce sont le plus souvent des mesures locales réalisées avec des sondes [20]. Elles ne
peuvent en aucun cas donner accès à la distribution des déplacements du plasma
dans un volume.
Un livre recueillant les minutes d'une conférence dédiée au sujet (Ref. [21]) ras-
semble à la fois une présentation générale de ces distributions et leurs applications
en physique, théorique et expérimentale, notamment en mécanique des ﬂuides. Une
présentation des vols de Lévy et des CTRW, appliqués à la physique des plasmas est
aussi faite dans plusieurs livres de R. Balescu, par exemple Ref. [22]. Un article de
M. F. Shlesinger [17] présente un modèle où les particules se déplacent continuement
à vitesse constante entre deux collisions, au lieu de faire des sauts instantanés d'un
point à un autre après un temps d'attente.
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Chapitre 2
LA DIFFUSION COLLECTIVE :
UNE MESURE DE LA TURBULENCE
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2. LA DIFFUSION COLLECTIVE : UNE MESURE DE LA
TURBULENCE
La diﬀusion de la lumière a été utilisée depuis de nombreuses années pour étudier
la turbulence, aussi bien en mécanique des ﬂuides [23, 24] qu'en physique des plasmas
dans les tokamaks [25, 26], les stellerators [27] ou encore les plasmas atmosphériques
[28, 7]. Elle est le plus souvent utilisée pour mesurer le spectre spatial de la turbulence
ou une vitesse moyenne d'écoulement. Pourtant son spectre temporel contient des
informations sur la dynamique de la turbulence. L'originalité des recherches menées
au LPTP consiste justement à étudier la structure ﬁne de la lumière diﬀusée et d'en
extraire ces informations.
Ce chapitre présente le principe de ce diagnostic et de la détection du signal.
Nous montrons ensuite comment on peut extraire des informations quantitatives sur
le spectre spatial de la turbulence ainsi que sur la distribution des déplacements des
particules ﬂuides pendant un temps donné.
I Diﬀusion de la lumière par un milieu turbulent
La propagation de la lumière dans le vide est régie par les seules équations de
Maxwell. Il s'agit d'une onde transverse, non-dispersive, de vitesse c. Le vecteur
d'onde, déﬁni comme le gradient de la phase, est donc orthogonal aux vecteurs du
champ électrique et du champ magnétique, et par là même parallèle au vecteur
de Poynting. Si le front d'onde est lisse, on peut construire simplement la notion
de rayon (courbe parallèle en tout point au vecteur de Poynting) et retrouver un
résultat élémentaire d'optique géométrique : la lumière dans le vide se propage en
ligne droite.
La modélisation de sa propagation dans un milieu matériel est fondamentalement
complexe puisqu'elle nécessite a priori l'étude de l'interaction de l'onde avec chacune
des charges, électrons ou noyaux. Elle est souvent pratiquement simple parce que les
longueurs d'onde en optique sont très grandes devant les distances interatomiques et
que l'interaction est linéaire. Il est alors possible de considérer la matière comme un
milieu continu. L'onde interagit avec un milieu dont la densité de charge est moyen-
née sur une fraction de longueur d'onde. En particulier, si le milieu est homogène,
son interaction avec l'onde est entièrement contenue dans un seul paramètre: l'indice
optique. La propagation de l'onde dans un tel milieu se réalise comme dans le vide
mais à une vitesse de phase valant c = c0/n.
Si le milieu est inhomogène mais sur des longueurs caractéristiques grandes de-
vant la longueur d'onde, la description en terme d'indice est toujours valable, mais
ce dernier dépend désormais de la position. On peut décrire ainsi les phénomènes de
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réfraction et de mirage. La description de la propagation dans le cadre de l'optique
géométrique fait apparaître des rayons incurvés.
Cela dit, même dans ces conditions, cette decription du milieu continu n'est pas
complète puisqu'il existe aussi la diﬀusion moléculaire (diﬀusion Rayleigh sur les
électrons liés, dans le domaine optique) ou Thompson (sur les électrons atomiques
dans le domaine des X ou sur les électrons libres d'un plasma) qui résulte de l'inter-
action de l'onde avec les composants élémentaires de la matière. C'est un phénomène
bien visible puisqu'il rend le ciel lumineux et bleu ou ﬁltre la lumière directe du soleil
au point de la faire apparaître rouge au couchant.
A une échelle intermédiaire entre l'échelle particulaire et l'échelle macroscopique,
les ﬂuctuations d'indice engendrent également un phénomène de diﬀusion de la lu-
mière. C'est pourtant toujours la même interaction qui est à la source, quelle que soit
l'échelle, depuis la diﬀusion (Rayleigh ou Thompson) jusqu'à la réfraction. Pour dé-
crire l'inﬂuence sur la lumière des ﬂuctuations du milieu à une échelle intermédiaire,
il est utile de se rappeler des processus fondamentaux.
I.1 Rayonnement d'une charge soumise à une onde électromagnétique
Toute charge accélérée rayonne. Une charge q de massem oscillant dans le champ
d'une onde rayonne donc une partie de la puissance de l'onde. A la limite non-
relativiste, le champ lointain à la position −→r ′, rayonné par une charge libre située
en −→r dans la direction −→n s'écrit :
−→
E 1(
−→r ′,t|−→r ) = − r0| −→r ′ −−→r |
−→n ∧ (−→n ∧ −→E i(−→r ,t))eikd−→n .(−→r ′−−→r ) (2.1)
avec
r0 =
q2
4pi 0mc2
, le rayon classique de l'électron
et −→k d, le vecteur d'onde de l'onde diﬀusée dans la direction −→n .
On remarque que l'amplitude du champ diﬀusé est d'autant plus grande que
la masse de la particule est petite. Ainsi dans un plasma, le champ diﬀusé par les
électrons libres est au moins 2000 fois plus grand que celui que diﬀusent les ions. Le
champ issu de la diﬀusion Rayleigh, due aux électrons liés, est plus faible. On pose
E1, l'amplitude du champ diﬀusé par une particule à la distance −→r ′.
I.2 Champ diﬀusé par un ensemble de particules
Soit un ensemble de particules diﬀusantes, chacune repérée par sa position −→rj (t).
On éclaire ce milieu par une onde électromagnétique plane de pulsation ω0 et de
vecteur d'onde −→k i : −→Ei = −→E0 e−iω0t+i
−→
ki .
−→r . La période temporelle de l'onde, 2pi/ω0,
est très petite devant les temps caractéristiques de la dynamique du milieu.
Chaque particule est soumise à un champ oscillant−→Ei(−→rj (t)) = −→Ei(−→0 )e−iω0t+i
−→
ki .
−→rj (t).
Elle diﬀuse un champ
E1(
−→r ′,t|−→rj (t)) = E1 ei(
−→
ki−−→kd).−→rj (t)ei(
−→
kd.
−→r ′−ω0t).
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Fig. 2.1  Schéma de principe de l'expérience
Tant que la vitesse des particules est faible devant celle de la lumière, la fréquence
de l'onde diﬀusée est très proche de ω0 : la diﬀusion est élastique, c'est-à-dire que
‖ −→kd ‖=‖ −→ki ‖. On pose −→k = −→kd −−→ki . Le champ total diﬀusé s'écrit alors :
Ed(
−→r ′, t) = E1 ei(
−→
kd.
−→r ′−ω0t)
∑
j
e−i
−→
k .−→rj (t). (2.2)
A la limite des milieux continus, c'est-à-dire lorsque la longueur d'onde sondée,
2pi/k, est grande devant la distance interparticulaire, on peut transformer la somme
discrète en somme continue :
Ed(
−→r ′, t) = E1 ei(
−→
kd.
−→r ′−ω0t)
∫
n(−→r ,t) e−i
−→
k .−→r d3−→r (2.3)
où n(−→r ,t) est la densité de particules au point −→r et à l'instant t.
On voit alors que le champ diﬀusé est proportionnel à la transformée de Fourier
spatiale de la densité évaluée au vecteur de l'espace réciproque −→k .
On retrouve avec cette expression qu'un milieu homogène à la limite des milieux
continus ne diﬀuse pas de lumière, mais que toute l'énergie est rayonnée vers l'avant,
dans la direction de propagation de l'onde incidente.
II Détection du champ diﬀusé.
Nous avons montré que le champ diﬀusé était proportionnel à la transformée de
Fourier spatiale de la densité.
Ed(
−→r ′, t) = E1 ei(
−→
kd.
−→r ′−ωt) n˜(
−→
k ,t) (2.4)
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L'objectif pour l'expérimentateur est de construire un signal proportionnel au
champ ou plutôt à sa modulation n˜(−→k , t). Plusieurs problèmes se posent.
 Les détecteurs optiques sont quadratiques: s α E2.
 Ils ont un temps de réponse beaucoup plus long (plusieurs ordres de grandeur)
que la période optique. Pour mémoire, la fréquence d'un signal optique est de
l'ordre de 1013/1014 Hz.
 Enﬁn n˜(−→k ,t) est une fonction complexe, proportionnelle au champ complexe.
Pour l'obtenir, la mesure doit conserver les informations d'amplitude et de
phase.
II.1 Détection hétérodyne
Pour résoudre ces diﬀérents points, on utilise le principe de la détection hété-
rodyne [29, 26]. Cette méthode permet de translater le spectre temporel du signal,
initialement centré autour de la fréquence du laser, vers des fréquences beaucoup
plus basses, c'est-à-dire inférieures à la fréquence de coupure du détecteur mais tou-
jours plus grandes que la largeur du spectre temporel des ﬂuctuations de densité, de
façon à éviter les phénomènes de repliement.
L'idée consiste à faire battre le faisceau diﬀusé avec un faisceau de référence,
appelé aussi oscillateur local ou OL, décalé en fréquence de quelques MHz [30, 26].
On fait suivre des chemins semblables aux deux faisceaux, primaire et OL (Fig.
4.3), pour des raisons à la fois pratiques et physiques. L'OL sert de ligne de visée : le
primaire viendra le croiser au niveau de la zone de mesure avec un angle variable θ;
arrivent sur le détecteur l'OL, ﬁxe, et la lumière diﬀusée du primaire avec l'angle θ.
Par ailleurs, de cette façon, la diﬀérence de chemin optique entre les deux faisceaux
est bien plus faible que la longueur de cohérence du faisceau laser, ce qui permet
d'éviter un élargissement spectral dû au laser qui serait fatal à l'étude du spectre
temporel du signal.
Ce faisceau de référence est obtenu en faisant passer le faisceau primaire du laser
dans un réseau acousto-optique, c'est-à-dire un réseau formé par une onde sonore
de fréquence fac dans un matériau. L'ordre 0 du réseau est une onde à la même
fréquence que l'onde incidente, en revanche l'ordre 1 (ou -1) est une onde décalée en
fréquence de fac.
II.2 Obtention du signal complexe
Pour obtenir un signal proportionnel à n˜(−→k ,t), on sépare ensuite le signal hété-
rodyne, c'est-à-dire le signal du détecteur débarrassé de sa composante continue et
ampliﬁé (nous verrons plus bas pourquoi), en deux voies et on multiplie chaque voie
par un signal à la fréquence de modulation du réseau accousto-optique, l'un étant en
quadrature de l'autre (à une phase près, un cosinus et un sinus). Nous obtenons ainsi
deux signaux, que nous appellerons cos et sin, qui correspondent respectivement à
la partie réelle et à la partie imaginaire de la transformée de Fourier spatiale de la
densité (Fig. 2.2). Nous nous proposons de calculer pas à pas l'eﬀet des deux étapes
de détection que nous avons décrites dans leur principe pour montrer qu'on obtient
bien ce que nous cherchons à connaître.
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Fig. 2.2  Schéma de principe de la démodulation superhétérodyne
Pour cela, repartons du signal physique, c'est-à-dire de l'expression du champ
réel. ωo désigne la pulsation du laser.
Ed(
−→r ′,t) = E1
∫
n(−→r ,t) cos(ωot−−→kd−→r ′ +−→k −→r + φ)d3−→r
Le champ électrique total arrivant sur le détecteur s'écrit :
Et = Ed + EOL = Ed + EOL cos((ωo + ωac)t+ φ′)
Le signal électrique (le courant) est proportionnel à < E2t >τd , c'est-à-dire à lamoyenne quadratique du champ électrique sur le temps de réponse du détecteur.
E2t = E
2
d + E2OL cos2((ωo + ωac)t+ φ′) + 2 EOLEd cos((ωo + ωac)t+ φ′)
Les deux premiers termes présentent une composante continue (l'intensité lumi-
neuse des deux faisceaux) et une composante variable dont la fréquence est dans le
domaine optique. La composante variable est éliminée par le détecteur lui-même.
On élimine la composante continue avec un ﬁltre passe-haut (cf. section II.3), situé
dans le circuit électronique juste derrière le détecteur et avant tout ampliﬁcateur
car cette composante continue ferait saturer les ampliﬁcateurs. Les deux premiers
termes ne participent donc pas au signal hétérodyne.
Nous écrivons maintenant plus en détail le troisième terme.
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2EdEOL = 2E1 EOL cos((ωo + ωac)t+ φ′)∫
n(−→r ,t) cos(ωot−−→kd−→r ′ +−→k −→r + φ) d3−→r
= EOL E1
∫
n(−→r ,t)
(
cos((2ωo + ωac)t−−→kd−→r ′ +−→k −→r + φ+ φ′)
+cos(−ωact−−→kd−→r ′ +−→k −→r + φ− φ′)
)
d3−→r
De même, le terme en 2ωo disparaît et le signal hétérodyne, sh s'écrit donc
sh = α EOL E1
∫
n(−→r ,t) cos(−ωact−−→kd−→r ′ +−→k −→r + φ− φ′)d3−→r .
Nous retrouvons que le signal hétérodyne est un signal centré sur ωac et modulé
par n˜(−→r ,t).
Le signal complexe s'obtient comme nous l'avons déjà évoqué en séparant le signal
hétérodyne sur deux voies et en multipiant chacune d'elles par un signal de pulsation
ωac, l'un en cosinus et l'autre en sinus. On obtient sur chaque voie deux signaux,
l'un centré sur 0, l'autre centré sur 2ωac. Un ﬁltre passe-bas permet d'éliminer la
seconde composante sans endommager le signal pertinent. Nous obtenons alors les
signaux sc et ss sur les sorties cos et sin :
sc = α EOL E1
∫
n(−→r ,t) cos(−→k −→r −−→kd−→r ′ + φ− φ′ + φ′′)d3−→r
ss = α EOL E1
∫
n(−→r ,t) sin(−→k −→r −−→kd−→r ′ + φ− φ′ + φ′′)d3−→r . (2.5)
La quantité Z = sc+ iss est bien proportionnelle à n˜(−→k ,t). Notons tout de même
que cela est vrai à une phase arbitraire près.
II.3 Détection du champ électrique
Le laser utilisé dans le cadre de ce travail de recherche est un laser à CO2.
Nous utilisons une photodiode adaptée à sa longueur d'onde, soit λ0 = 10,6µm. La
tête de la chaîne de détection est représentée sur la ﬁgure 2.3. Cette photodiode
est polarisée par un circuit continu, isolé de la partie ﬂuctuante du signal par une
bobine. Etant conductrice à température ambiante, la photodiode doit être refroidie
à la température de l'azote liquide pour jouer son rôle de semi-conducteur. La diode
est reliée à une chaîne de détection des ﬂuctuations, d'impédance 50Ω, isolée de la
composante continue du signal par un condensateur. Les ﬂuctuations sont ampliﬁées
une première fois par un ampliﬁcateur à bas-bruit, avant d'être démodulées (étage
superhétérodyne).
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Fig. 2.3  Tête du circuit de détection. La photodiode est polarisée par un cicuit continu,
isolé du circuit haute fréquence par une bobine. Les ﬂuctuations de courant sont
séparées de la composante continues par un condensateur et ampliﬁées par un
ampliﬁcateur à bas-bruit avant d'entrer dans le second étage de la démodulation
superhétérodyne.
III Intérêt et limite du diagnostic
Nous avons donc montré comment le dispositif expérimental permettait d'ac-
céder à la transformée de Fourier spatiale de la densité. L'étude de l'intensité du
signal, c'est-à-dire de sa moyenne quadratique temporelle nous permettra d'étudier
la structure de la turbulence via son facteur de forme statique, S(−→k ). L'étude du
spectre temporel du signal via son facteur de forme dynamique, S(−→k ,ω), permettra
l'étude de la dynamique de la turbulence aux diﬀérentes échelles spatiales. On déﬁnit
l'un et l'autre de la façon suivante :
S(
−→
k ) = 〈 1
n0 V T
∫ T/2
−T/2
| n˜(−→k , t) |2 dt〉. (2.6)
S(
−→
k , ω) =
〈| n˜(−→k , ω) |2〉
n0 V T
. (2.7)
Ces deux facteurs sont liés par la relation de Parceval.
S(
−→
k ) =
1
2pi
∫
S(
−→
k , ω) dω. (2.8)
où n0 est la densité moyenne de particules, V , le volume de mesure et T , la durée du
signal temporel traité. En considérant l'équation (2.4), on trouve que la puissance
moyenne du champ diﬀusé s'écrit :
Pd = P1 n0 V S(
−→
k ). (2.9)
avec P1, la puissance diﬀusée à la même distance par une seule particule. Le facteur
de forme statique est donc le rapport entre la puissance diﬀusée par un milieu tur-
bulent composé de n0 V particules et celle diﬀusée dans la même direction par un
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gaz parfait comprenant un même nombre de particules, c'est-à-dire par un ensemble
de particules dont les positions et les mouvements ne sont pas corrélés entre eux. En
eﬀet un ensemble de particules ayant cette propriété créent des champs diﬀusés qui
s'additionnent de façon incohérente, comme nous le reverrons au chapitre 3.
III.1 Avantages de la méthode de détection superhétérodyne
Le premier intérêt de la méthode est bien entendu que l'on peut accéder directe-
ment à n˜(−→k ,t). Mais il y en a d'autres.
La qualité d'un diagnostic se reconnaît au rapport signal sur bruit de la mesure
qu'il produit, car si on peut ampliﬁer à loisir un signal, on peut, au mieux, ne pas
dégrader ce rapport le long de la chaîne de mesure. Passons en revue les principales
sources de bruit [31].
Tout d'abord, il y a les bruits blancs, c'est-à-dire qui ont un spectre temporel
plat : toutes les fréquences sont également représentées. Dans cette catégorie, il y
a le bruit thermique. A travers le circuit de détection, d'impédance R, porté à la
température T , on constate une ﬂuctuation de courant d'écart quadratique moyen
σ2th
σ2th =
4kBT
R
∆f , (2.10)
∆f étant la bande passante du circuit de détection. Dans notre cas, R est l'impé-
dance caractéristique de la chaîne de détection, soit 50Ω. Il y a également le bruit
photonique. Ce bruit, intrinsèque au caractère quantique de la lumière, donne lieu
à une ﬂuctuation du ﬂux de photons d'écart quadratique moyen σ2ph
σ2ph = 2
F
hν
∆f , (2.11)
F étant le ﬂux lumineux (en puissance) et hν l'énergie d'un photon. Cette ﬂuctuation
sera convertie par le détecteur en ﬂuctuation du signal puis ampliﬁée, quelle que soit
la nature du détecteur. Pour un détecteur quantique, comme une photodiode, l'image
électronique du bruit de photon est le bruit Shottky qui entraine une ﬂuctuation de
courant d'écart quadratique moyen σ2Sh.
σ2Sh = 2ei∆f (2.12)
Il peut s'exprimer en fonction du ﬂux de photons en introduisant le rendement
quantique du détecteur, η, c'est-à-dire le nombre moyen d'électrons émis par photon
incident.
σ2Sh = 2 e
2 η
F
hν
∆f (2.13)
Il y a également un type de bruit lié aux dérives des composants électroniques :
le bruit en 1/f. L'amplitude de ce bruit est limitée par la durée ﬁnie de la mesure,
qui exclut les fréquences proches de 0.
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La source principale de bruit présente dans la chaine de mesure se situe au niveau
du premier ampliﬁcateur, car c'est ce bruit là qui sera le plus ampliﬁé. Or à ce niveau
de la chaine de mesure, le signal n'est pas centré sur la fréquence nulle mais sur la
fréquence de modulation. Il est donc clairement séparé du bruit en 1/f qui peut être
ﬁltré sans dommage pour le signal.
Par ailleurs, le fait de faire battre deux signaux cohérents permet d'obtenir un
signal proportionnel au champ mesuré et non à son carré. Cela rend la détection des
champs faibles plus facile. Le signal, proportionnel à l'amplitude faisceau OL, peut
être ampliﬁé proportionnellement à ce dernier jusqu'à ce que le bruit dominant soit
le bruit de photon de l'OL, irréductible celui-là. On a alors atteint les conditions
optimales pour la mesure. D'après les expressions du bruit thermique (Eq. 2.10) et
du bruit Shottky (Eq. 2.13), on calcule que la puissance minimale de l'OL est de
0,2mW . En fait elle est supérieure car il faut prendre en compte le bruit ajouté par
les ampliﬁcateurs de la chaîne de mesure. Pour s'approcher le plus possible de cette
limite, il est nécessaire d'utiliser des ampliﬁcateurs à bas-bruit.
Nous avons laissé de côté la question du rayonnement de corps noir qui vient
impressionner le détecteur. Lorque l'on travaille dans l'infrarouge 1, il est souvent
nécessaire pour le réduire de refroidir le détecteur et son environnement proche, par
exemple en l'immergeant dans l'azote liquide. Avec la détection hétérodyne, c'est
inutile car la puissance de l'OL est si forte que le bruit photonique est supérieur
au rayonnement de corps noir. Seule la photodiode est refroidie à la température de
l'azote liquide, et uniquement pour la rendre semi-conductrice. Dans le cas contraire,
la composante continue du courant (Fig. 2.3) devient trop forte et peut même dé-
truire le composant si une régulation en courant n'est pas prévue.
III.2 La question du volume de mesure
Le calcul mené dans la partie précédente a passé sous silence tout ce qui concerne la
collection de la lumière diﬀusée sur le détecteur et donc, en particulier, la question
de la zone de mesure. Nous allons ici dépasser le simple exposé de principe pour
traiter cette question en détail.
Le courant de détection est proportionnel à la puissance P (t) reçue sur la surface
du détecteur :
iT (t) = e η
PT (t)
hν0
, (2.14)
e étant la charge de l'électron, η, le rendement quantique du détecteur (le nombre
moyen d'électrons émis par photon incident), h, la constante de Planck et ν0, la
fréquence du laser. La puissance reçue sur la surface S du détecteur est la somme
du vecteur de Poynting sur la surface du détecteur :
PT (t) =
1
η0
∫
S
−→
E ∧ −→Bd−→S = 1
µ0 c
∫
S
| −→E (−→r ′, t) |2 dS. (2.15)
1. A température ambiante (T= 300 K) λ = 10µm correspond au maximum du spectre d'émis-
sion du corps noir.
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Comme nous l'avons déjà vu à la section II.2, le champ sur le détecteur est la
somme du champ diﬀusé et du champ de l'O.L. et la puissance du signal se limite
au terme de battement entre ces deux champs.
i(t) =
e
hν0
1
c µ0
∫
S
2 η(−→r ′)EOL(−→r ′, t)Ed(−→r ′, t) dS, (2.16)
où l'on a pris en compte la possibilité que le rendement quantique du détecteur ne
soit pas homogène. En introduisant la notation complexe et l'expression du champ
diﬀusé donnée aux équations 2.1 et 2.3, on obtient :
Ed(
−→r ′, t) = ei (
−→
k d.
−→r ′−ω0 t)
∫
V
r0
| −→r ′ −−→r | EP (
−→r )n(−→r , t)e−i
−→
k .−→r d3−→r , (2.17)
EOL(
−→r ′, t) = EOL(−→r ′) e−i (ω0+ωac) t, (2.18)
et
i(t) =
e
hν0
√
0
µ0
∫
V
Re
(
i λ0 { 1
i λ0
∫
S
η(−→r ′)
| −→r ′ −−→r | EOL(
−→
r′ )e−i
−→
k d.(
−→r −−→r ′) d2−→r ′}
× r0 EP (−→r )n(−→r , t) ei
−→
k i.
−→r e−iωact
)
d3−→r .
On reconnaît dans l'expression entre crochets le propagateur du champ d'ampli-
tude EOL(−→r ′) sur la surface du détecteur selon la théorie de la diﬀraction de Kirchoﬀ-
Sommerfeld [32]. Si on prend soin de focaliser le faisceau O.L. sur une portion de
la surface du détecteur ayant un rendement quantique raisonnablement homogène,
alors cette expression est égale, au coeﬃcient η près, à l'amplitude complexe du fais-
ceau O.L. en −→r soit EOL(−→r ) e−i
−→
k d.
−→r , EOL désignant l'amplitude réelle du champ.
Dans ce cas, l'expression du courant s'écrit ﬁnalement :
i(t) =
e η
hν0
√
0
µ0
∫
V
Re
(
i λ0 r0 EP (−→r ) EOL(−→r )n(−→r , t) e−i
−→
k .−→r e−iωact
)
d3−→r (2.19)
Grâce à l'équation 2.19, on peut aﬃrmer que si les faisceaux sont focalisés sur
une partie homogène de la surface du détecteur, le signal collecté provient de la
lumière diﬀusée dans le volume correspondant au croisement des faisceaux O.L. et
primaire, comme indiqué sur la Fig. 2.4.
Dans le cas contraire, outre une perte de signal, on observe les ﬂuctuations dans
un volume plus large, comme cela a été montré expérimentalement [33].
III.3 Résolution spatiale du diagnostic
Nous avons montré que le courant de détection est proportionnel à la transfor-
mée de Fourier spatiale de la densité, calculée sur un volume de mesure ﬁni. Cela
entraine naturellement une limitation de la résolution du spectre spatial. De plus,
l'éclairement n'est pas uniforme dans ce volume de mesure. L'amplitude du champ
38
 k
ki
ks
pincement, w 
θ
volume de 
mesure 
faisceau primaire 
faisceau O.L. 
z 
 
 x     y 
Fig. 2.4  Le volume de mesure correspond au croisement des faisceaux O.L. et primaire.
Dans le cas d'une diﬀusion vers l'avant d'un faisceau gaussien avec des angles
très petits, le volume de mesure est un cylindre vertical indépendant de l'angle.
incident ne doit donc pas être mise en facteur, comme dans l'équation (2.3), car elle
dépend de la position : E0(−→r ), comme nous l'avons vu à la section précédente où
nous avons établi l'expression du courant de détection (Eq. 2.19).
On pose :
E∗OL(−→r )EP (−→r ) = EMol EMp U(−→r ),
où U(−→r ) est la fonction poids des faisceaux, EMol et EMp, les amplitudes du champ
électrique au centre des faisceaux OL et primaire respectivement.
Le proﬁl de faisceau est gaussien dans les directions x et y. En travaillant avec
un laser à CO2 pour étudier des structures de l'ordre du mm, les angles de diﬀusion
sont très petits et la longueur du volume éclairé plus grande que celle de la machine.
L'indétermination sur −→k dans cette direction est donc négligeable. Il y a en revanche
une largeur instrumentale dans les directions x et y qui dépend de la forme U(−→r ).
U(−→r ) = e−2
x2+y2
w20 ,
où w0 est la taille du pincement dans la zone de mesure. Le facteur 2 dans l'expo-
nentielle vient de la déﬁnition de U(−→r ) (III.3) qui est le produit du proﬁl du champ
électrique primaire par celui de l'OL. En reportant cela dans l'expression du courant
il vient
i(t) =
e η
hν0
√
0
µ0
λ0 r0 EMp EMolRe
(
i
pi
2
w20 e
−w2 k2
8 ⊗ n˜(−→k , t) e−iωact
)
.
La transformée de Fourier spatiale de la densité est convoluée avec la transformée
de Fourier de la fonction proﬁl. Pour un faisceau avec un proﬁl gaussien caractérisé
par un pincement de taille w0, l'indétermination sur −→k dans le plan orthogonal au
faisceau primaire est donc 2/w0.
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Fig. 2.5  Eﬀet d'une erreur de quadrature sur la mesure de la phase. Les notations utilisées
sont les suivantes : ~S est le vecteur représentant le signal Z originel dans le plan
complexe; ~S′, le signal Z ′ obtenu dans le cas où les deux voies ne sont pas en
quadrature.
III.4 Limites liées à l'électronique
L'un des intérêts du dispositif de détection superhétérodyne étant d'accéder à la
phase du signal, il est nécessaire, pour que cette mesure soit valable, que les deux
voies (sin et cos) soient rigoureusement identiques (à part bien entendu le déphaseur
permettant d'obtenir la quadrature). Cela nécessite l'emploi de composants apairés
en phase [5].
Nous évaluons ici l'eﬀet d'un défaut de quadrature entre les voies cos et sin.
Le déphasage entre les deux sinusoïdes à l'entrée des mélangeurs (cf. Fig. 2.2) est
augmenté d'une phase α (Fig. 2.5). Le signal détecté est supposé correct, mais il est
projeté sur les axes X ′ et Y ′ = Y qui ne sont pas orthogonaux et non sur les axes
X et Y . Or dans le traitement ultérieur du signal, X ′ et Y ′ sont considérés comme
orthogonaux. On appelle θ la phase réelle du signal (dans le système d'axe XY ).
Avec ces notations, le signal réel −→S et le signal obtenu avec l'erreur de quadrature−→
S ′ s'écrivent :
−→
S = X −→e x + Y −→e y = s cos(θ)−→e x + s sin(θ)−→e y
−→
S ′ = X ′−→e x + Y ′−→e y = s cos(θ − α)−→e x + s sin(θ)−→e y.
(2.20)
Par construction, Y = Y ′. Il reste à exprimer X en fonction de X ′:
X =
X ′ + Y sinα
cos α
. (2.21)
Il est possible de mesurer l'erreur de quadrature en envoyant une sinusoïde dans
la chaîne de détection. Cette mesure est eﬀectuée pour toutes les fréquences utiles.
L'erreur de quadrature mesurée sur notre chaine de détection n'était pas sensible.
Nous n'avons donc procédé à aucune correction de ce type lors du traitement du
signal.
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IV Le spectre spatial de la turbulence
Nous avons vu que le facteur de forme statique était directement accessible par
l'analyse de la lumière diﬀusée, compte-tenu du proﬁl des faisceaux. Cette mesure
à diﬀérents vecteurs d'onde donne accès au spectre spatial de la turbulence et, ulti-
mement, par sommation, au taux de ﬂuctuation. Une mesure quantitative nécessite
un étalonnage de la chaîne de mesure. Nous décrivons ici une méthode proposée
par Holzhauer [29] pour obtenir le facteur de forme en unités absolues qui sera en-
suite adaptée au cas d'une turbulence bi-dimensionnelle existant dans les plasmas
magnétisés.
IV.1 Rappel des déﬁnitions des facteurs de forme dynamique et statique
Nous rappelons ici les déﬁnitions (2.7) et (2.6). Le facteur de forme dynamique
rend compte du spectre temporel :
S(
−→
k , ω) =
<| n˜(−→k , ω) |2>
n0 V T
. (2.22)
Le facteur de forme statique ne rend compte que du spectre spatial :
S(
−→
k ) =
1
2pi
∫
S(
−→
k , ω) dω. (2.23)
IV.2 Courant de détection et proﬁl du faisceau
La puissance lumineuse déposée sur le récepteur est convertie en courant de
détection. Nous en réécrivons l'expression (Eq. 2.19) obtenue à la section III.2.
i(t) =
eλ20
h c
√
0
µ0
r0ηRe
[
i
∫
d3−→r Ep(−→r ) Eol(−→r ) e−i∆ω t n(−→r ,t) e−i
−→
k .−→r
]
, (2.24)
η étant le rendement quantique du détecteur, e, la charge de l'électron , ro le rayon
classique de l'électron, c, la vitesse de la lumière, 0 et µ0, respectivement la perméa-
bilité électrique et magnétique du vide, λ0, la longueur d'onde des deux faisceaux,
∆ω, le déplacement en fréquence de l'OL par rapport au primaire, Elo et Ep, les am-
plitudes des champs des faisceaux primaire et OL, enﬁn V est le volume de mesure.
On pose de même qu'à la section précédente
E∗ol(−→r )Ep(−→r ) = EMol EMp U(−→r ), (2.25)
où U(−→r ) est la fonction poids du faisceau, EMol et EMp les amplitudes du champ
électrique au centre des faisceaux OL et primaire respectivement.
La transformée de Fourier temporelle du courant,
i(ω) =
∫
i(t) eiωt dt,
est donc composée de deux termes
i(ω) = A
[ ∫
d3−→r U(−→r ) (e−i
−→
k .−→r n(−→r ,ω −∆ω) − ei
−→
k .−→r n∗(−→r ,ω +∆ω)
]
, (2.26)
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avec
A =
i
2
λ20 e
hc
√
0
µ0
λ0r0η EMp EMol.
La pulsation du battement entre le primaire et l'OL, ∆ω, est choisie très grande
devant la largeur spectrale des ﬂuctuations. Le terme n(−→r ,ω +∆ω) est donc négli-
geable pour ω ∼ ∆ω (on se trouve à cet endroit de la chaine de détection au stade
de la simple détection hétérodyne : le spectre temporel est centré sur ∆ω). Calculons
maintenant la densité spectrale du courant :
J(ω) =
<| i(ω |2) >
T
, (2.27)
avec T, la longueur des segments temporels sur lesquels on calcule la transformée de
Fourier du signal.
| i(ω) |2 = | A |2 | ∫ d3−→r U(−→r )n(−→r , ω −∆ω) e−i−→k .−→r |2
| i(ω) |2 = | A
8pi3
|2 | ∫ d3−→k ′W (−→k −−→k ′) n˜(−→k ′, ω −∆ω) |2 ,
avec W (−→k ) la transformée de Fourier de la fonction proﬁl U (2.25) :
W (
−→
k ) =
∫
U(−→r ) e−i
−→
k .−→r d−→r 3.
Le passage à la moyenne, en supposant que les diﬀérents modes spatiaux ne sont
pas corrélés dans le milieu turbulent, permet d'aboutir à l'expression suivante :
<| i(ω |2>= | A |2 1
8pi3 V
∫
d3
−→
k ′ | W (−→k −−→k ′) |2 | n˜(−→k ′, ω −∆ω) |2 , (2.28)
avec V , le volume de mesure.
Pour poursuivre le calcul, il nous faut préciser le proﬁl du faisceau et faire des
hypothèses sur le spectre spatial des ﬂuctuations de densité. Le proﬁl de faisceau est
gaussien dans les directions x et y. Les angles de diﬀusion utilisés étant très petits, le
volume ne dépend pas de l'angle et son extension verticale (selon z) est plus grande
que le plasma, dont la longueur hors tout est Lz (Fig. 2.4 ou 4.5). Cela induit une
largeur instrumentale dans les directions x et y, comme nous l'avons déjà vu à la
section III.3.
U(−→r ) = e−2x
2+y2
w2 (2.29)
où w est la taille du pincement dans la zone de mesure. Le facteur 2 dans l'expo-
nentielle vient de la déﬁnition de U(−→r ) (2.25) qui est le produit du proﬁl du champ
électrique primaire et de l'OL.
Il convient maintenant de comparer la largeur instrumentale avec la largeur ty-
pique du spectre spatial des ﬂuctuations. Nous examinerons deux cas.
42
IV.3 Facteur de forme en unités absolues : cas d'une turbulence à trois dimensions
Nous entendons par turbulence à trois dimensions un état où le spectre des
ﬂuctuations a une largeur en k comparable dans toutes les directions de l'espace et
que cette largeur est beaucoup plus grande que 2/w, où w est la taille du faisceau
au niveau de la zone de mesure. C'est dans ce cadre que les calculs de Holzhauer
[29] ont été faits.
Cela revient à dire que dans le calcul de la convolution (2.28), on peut sommer
sur toutes les valeurs de −→k pour lesquelles W (−→k ) a une valeur non négligeable sans
que n˜(−→k ′, ω −∆ω) ait varié sensiblement. On peut alors écrire :
<| i(ω) |2> = | A |2 1
8pi3 V
| n˜(−→k ,ω −∆ω) |2 ∫ | W (−→k ) |2 d3−→k
<| i(ω) |2> = | A |2 1
V
| n˜(−→k , ω −∆ω) |2 ∫ | U(−→r ) |2 d3−→r
et ﬁnalement,
<| i(ω) |2> = | A |2 pi4Lzw2
V
| n˜(−→k ,ω −∆ω) |2 .
Il ne reste plus qu'à exprimer la densité spectrale en introduisant le facteur de
forme dynamique (2.22):
J(ω) =
1
pi
(
η e r0 λ
2
0
h c
)2 Pp Pol
Lz
w2
n0 S(
−→
k , ω −∆ω), (2.30)
où Pp et Pol sont respectivement la puissance du faisceau primaire et celle de l'OL.
Elles se déduisent de l'amplitude au centre du faisceau par la relation
Pi =
piw2
4
√
0
µ0
E2Mi. (2.31)
Plutôt que de mesurer tous les paramètres (et notamment les gains des ampliﬁca-
teurs et la puissance de l'OL), il est possible d'obtenir facilement le facteur de forme
en unités absolues à partir des données expérimentales en comparant la densité spec-
trale de signal et celle du bruit, qui correspond essentiellement au bruit photonique.
On peut mesurer, pour être plus précis, le niveau de bruit sans laser, pour repérer le
niveau de bruit thermique, et le soustraire du bruit obtenu avec l'OL pour obtenir
le bruit photonique. Comme l'expression du bruit photonique est connue, un simple
rapport entre une intégrale du spectre temporel et ce niveau de bruit, multiplié par
une quantité faisant intervenir les paramètres géométriques du diagnostic, le ren-
dement quantique du détecteur, la puissance du faisceau primaire et la densité du
plasma, permet de déterminer le facteur de forme.
La densité spectrale du bruit de photon s'écrit
Jbp = η
e2Pol
~ω0
.
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Dans le cas d'une turbulence tri-dimensionnelle, on a alors
J(ω)
Jbp
=
1
pi
η Pp
~ω0
(
λ0 r0
w
)2 Lz
<| n˜(−→k , ω −∆ω) |2>
V T
.
On peut alors évaluer le facteur de forme statique (2.23) en unités absolues.
S(
−→
k ) =
~ω0
2ηPpn0Lz
(
w
λ0r0
)2
∫
J(ω) dω
Jbp
. (2.32)
Le taux de ﬂuctuation est relié au facteur de forme statique à trois dimentions de
la façon suivante :
< n˜2 >=
1
8pi3V
∫
<| n˜(−→k ) |2> d−→k 3 = n0
∫
d
−→
k 3
8pi3
S(
−→
k ). (2.33)
IV.4 Cas d'une turbulence à deux dimensions
Ce cas est naturellement celui des plasmas magnétisés où il n'y a pas de ﬂuc-
tuations le long du champ magnétique, ou alors à des échelles bien plus grandes
que celles accessibles par diﬀusion de la lumière. L'approximation faite plus haut en
suivant [29] ne convient plus, puisque dans ce cas, c'est la fonction d'appareil qui est
bien plus large que le spectre des ﬂuctuations de densité dans la direction du champ
magnétique.
On obtient à partir de (2.28) :
<| i(ω) |2> = | A |2 1
8pi3V
∫ | W (−→k ) |2 ∫ | n˜(−→k , ω −∆ω) |2 dkx
<| i(ω) |2> = | A |2 1
2pi V
w2 pi
2
e−
w2k2x
4
∫ Lz/2
−Lz/2 dz
∫
dy e−4
y2
w2
× ∫ <| n˜(−→k , ω −∆ω) |2> dkx
<| i(ω) |2> = | A |2
√
pi
8V
w3 Lz e
−w
2k2x
4
∫
<| n˜(−→k , ω −∆ω) |2> dkx.
On peut alors exprimer la densité spectrale du courant (Eq. 2.27) pour kx = 0.
J(ω) =
1
2pi3/2
(
η e r0 λ
2
0
h c
)2 Pp Pol
Lz
w
∫
<| n˜(−→k ,ω −∆ω) |2> dkx
V T
. (2.34)
On obtient ainsi le facteur de forme intégré dans la direction x. Pour se ramener
à une grandeur adimensionnée, nous déﬁnissons ici un facteur de forme à deux
dimensions.
S2(
−→
k , ω) =
w
2
√
pi
∫
<| n˜(−→k , ω) |2> dkx
n0 V T
, (2.35)
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le préfacteur étant choisi de façon à ce que S2(−→k , ω) soit égal au rapport entre
la densité spectrale du courant de détection obtenue avec un plasma magnétisé et
celle obtenue avec un gaz parfait d'électrons, pour lequel le facteur de forme vaut 1.
Cette grandeur ainsi déﬁnie n'est pas universelle, puisqu'elle dépend de la taille w
des faisceaux. Mais elle permet de se placer dans une échelle communément employée
pour évaluer le signal que l'on peut attendre d'un milieu dont on connaît la densité
et le taux de ﬂuctuation. Typiquement, avec un laser de 1W , il faut un facteur de
forme de 106 pour obtenir un rapport signal sur bruit supérieur à 1.
Le facteur de forme statique à deux dimensions se déduit alors des mesures
expérimentales de la façon suivante :
S2(
−→
k ) =
~ω0
2ηPpn0Lz
(
w
λ0r0
)2
∫
J(ω)dω
Jbp
. (2.36)
Le taux de ﬂuctuation s'exprime en fonction du facteur de forme statique à deux
dimensions comme suit :
< n˜2 >=
n0
8pi3
2
√
pi
w
∫
dkydkz S2(
−→
k ). (2.37)
S2 étant proportionnel à w, l'expression du taux de ﬂuctuation ne dépend pas du
dispositif expérimental, comme on pouvait le souhaiter.
Il est théoriquement possible de calculer le taux de ﬂuctuation à partir de S2(−→k ).
Cela nécessite de connaître le facteur de forme statique à toutes les échelles, jus-
qu'aux plus grandes. Cela permettrait de comparer ces mesures de ﬂuctuations de
densité par diﬀusion collective à des mesures ponctuelles plus classiques. A défaut de
connaître S(−→k ) à toutes les échelles, on peut estimer la part des échelles observées
par diﬀusion collective dans les ﬂuctuations totales, en mesurant par un autre moyen
ce taux de ﬂuctuation.
V La dynamique de la turbulence
Nous avons vu dans la partie précédente que la diﬀusion collective de la lumière
permet d'obtenir des informations quantitatives sur la structure spatiale de la tur-
bulence. Comme la démodulation superhétérodyne permet d'obtenir de façon ﬁne
le spectre temporel de la lumière diﬀusée, ce diagnostic permet également d'obtenir
des informations sur la dynamique de la turbulence. Nous allons montrer ici que
la diﬀusion collective donne accès à la distribution du déplacement des particules
ﬂuides.
Nous avons montré (Eq. 2.5) que le signal, après démodulation superhétérodyne,
était proportionnel à la transformée de Fourier spatiale de la densité, intégrée sur le
volume de mesure, V .
s(t) ∝
∫
V
e−i
−→
k .−→r n(−→r , t)d3r.
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Aﬁn d'interpréter le spectre temporel en terme de déplacement ﬂuide, il est plus facile
de calculer sa transformée de Fourier inverse, à savoir la fonction d'autocorrélation
du signal : C(τ) = 〈s(t)∗s(t+ τ)〉. La notation 〈〉 signiﬁe moyenne d'ensemble. Avec
l'hypothèse ergodique, on peut réaliser expérimentalement cette moyenne d'ensemble
en eﬀectuant une moyenne temporelle sur un temps bien plus grand que le temps de
corrélation du signal, comme expliqué au chapitre 5.
C(t | τ) = A 〈
∫
V
ei
−→
k .−→r n(−→r , t)d3r
∫
V
e−i
−→
k .−→r ′ n(−→r ′, t+ τ)d3r′〉.
Nous supposerons que le mouvement turbulent du plasma est essentiellement
convectif, c'est-à-dire que les ﬂuctuations spatiales sont convectées par des mou-
vements de matière impliquant des échelles bien plus grandes que celles observées
(2pi/k). Il est alors possible de déﬁnir un élément de ﬂuide. La raison justiﬁant une
telle hypothèse sera exposée au chapitre 5. Soit un élément de ﬂuide situé en −→r
à l'instant t. Suivons le dans son mouvement pendant dt. Son déplacement s'écrit :−→
∆(−→r ,t | τ). On pose −→r ′′ = −→r ′ − −−−→Delta(τ). En négligeant la taille du déplacement
devant la taille du volume de mesure, l'équation de conservation de la masse donne
n(−→r ′,t+ τ)d3r′ = n(−→r ′′,t)d3r′′.
On obtient alors
C(t | τ) = A 〈
∫
V
ei
−→
k .−→r n(−→r ,t)d3r
∫
V
e−i
−→
k .−→r ′′− i−→k .−→∆(−→r ′′,τ) n(−→r ′′,t)d3r′′〉. (2.38)
Sans faire d'approximation supplémentaire, il est possible de calculer la fréquence
centrale du spectre temporel. Celle-ci est principalement reliée à la vitesse moyenne
du ﬂuide, −→v a, dans le volume de mesure. On peut réécrire pour cela le déplacement
comme étant la somme d'un déplacement moyen du ﬂuide et d'un déplacement local
par rapport au ﬂuide : −→∆ = −→δ + −→v at, la moyenne d'ensemble de −→δ étant par
déﬁnition nulle. Nous avons alors
C(t | τ) = Ae− i
−→
k .−→v aτ 〈n˜∗(−→k ,t)
∫
V
e−i
−→
k .−→r ′′− i−→k .−→δ (−→r ′′,τ) n(−→r ′′,t)d3r′′〉. (2.39)
La densité spectrale temporelle est la transformée de Fourier de C(τ). S'il existe
une vitesse moyenne, le spectre qui serait obtenu dans le référentiel mobile est
convolué avec le terme δ(ω − −→k .−→v a), c'est-à-dire qu'il y a un décalage Doppler
∆ωD =
−→
k .−→v a.
S'il existe dans le volume de mesure plusieurs régions non-corrélées entre elles
[23] et présentant des vitesses moyennes signiﬁcativement diﬀérentes,−→v j, les densités
spectrales qui seraient obtenues en considérant ces régions indépendamment peuvent
être simplement sommées pour calculer la densité spectrale constatée en observant
l'ensemble. Celle-ci présente alors plusieurs raies spectrales dont les maxima sont
situés en ωj = −→k .−→v j.
Un décalage en fréquence peut aussi être observé si la lumière diﬀuse sur un
mode présentant une vitesse de phase, −→v ϕ. Il vaut alors ∆ω = −→k .−→v ϕ.
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L'information sur la turbulence est accessible en étudiant le proﬁl du spectre
temporel. La moyenne intervenant dans l'expression de la fonction d'autocorrélation
(Eq. 2.38) agit sur un produit de trois fonctions aléatoires. Elle peut être eﬀectuée
avant l'intégration sur les variables d'espace.
〈nϕn〉 = 〈n(−→r , t) e−i
−→
k .∆(τ |−→r ′′, t) n(−→r ′′, t)〉. (2.40)
Chacune de ces fonctions aléatoires peut être scindée en une moyenne temporelle
(stationnaire) et une partie ﬂuctuante,
n(−→r , t) = n0(−→r ) + n1(−→r , t)
e−i
−→
k .
−→
∆(τ |−→r ′′, t) = ϕ0(τ | −→k ,−→r ′′) + ϕ1(τ | −→k ,−→r ′′, t),
où
ϕ0(τ | −→k ,−→r ′′) = 〈e−i
−→
k .
−→
∆(τ |−→r ′′, t)〉
est la fonction caractéristique de la distribution des déplacements turbulents −→∆ ,
c'est-à-dire la transformée de Fourier de cette distribution, et ϕ1 est la partie ﬂuc-
tuante de ϕ,
ϕ1(τ | −→k ,−→r ′′, t) = e−i
−→
k .
−→
∆(τ |−→r ′′, t) − ϕ0(τ | −→k ,−→r ′′).
Quand on reporte ces développements dans l'équation 2.40 et que la moyenne
est eﬀectuée, on obtient une somme de cinq termes.
〈nϕn〉 = n0(−→r )ϕ0(τ | −→k ,−→r ′′)n0(−→r ′′)
+ n0(
−→r )〈ϕ1(τ | −→k ,−→r ′′, t)n1(−→r ′′, t)〉
+ ϕ0(τ | −→k ,−→r ′′)〈n1(−→r , t)n1(−→r ′′, t)〉
+ 〈n1(−→r , t)ϕ1(τ | −→k ,−→r ′′, t)〉n0(−→r ′′)
+ 〈n1(−→r , t)ϕ1(τ | −→k ,−→r ′′, t)n1(−→r ′′, t)〉.
(2.41)
Pour obtenir à partir de là la fonction d'autocorrélation, une transformée de Fou-
rier spatiale doit être eﬀectuée sur chacun de ces cinq termes. La fonction moyennée
n0 est presque uniforme (c'est le proﬁl de densité : les échelles des inhomogénéités
du proﬁl sont grandes comparées à la longueur d'analyse, 2pi/k). Sa transformée de
Fourier, évaluée au vecteur d'analyse −→k sera donc nulle. Cela permet d'annuler le
premier terme de l'équation 2.41. Tous les autres termes de l'équation 2.41, hormis
le troisième, disparaissent si le terme exponentiel, ϕ1, et les ﬂuctuations de densité,
n1, ne sont pas corrélés. Cela est le cas pour un mouvement convectif. Cela peut ne
pas être vrai dans le cas d'une perturbation linéaire (une onde) 2. Dans ces condi-
tions, après les transformées de Fourier sur −→r et −→r ′′, le troisième terme donne (la
dépendance avec t est implicite quand l'indice ”1” est utilisé) :
2. Même dans ce cas, cependant, c'est la corrélation entre
−→
∆ et n1 qui est non nulle; comme il
y a une relation non linéaire entre
−→
∆ et ϕ1, cela n'implique pas une corrélation entre ϕ1 et n1.
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∫
V
d3r ei
−→
k .−→r
∫
V
d3r′′ e−i
−→
k .−→r ′′ ϕ0(τ | −→k ,−→r ′′)〈n1(−→r )n1(−→r ′′)〉
=
∫
V
d3r′′ ϕ0(τ | −→k ,−→r ′′)Sl(−→r ′′,−→k ),
(2.42)
où Sl(−→r ′′,−→k ) est un facteur de forme local :
Sl(
−→r ′′,−→k ) =
∫
V
d3ρ e−i
−→
k .−→ρ 〈n1(−→r ′′ +−→ρ )n1(−→r ′′)〉. (2.43)
Alors, la fonction d'autocorrélation temporelle du signal s'écrit
C(τ) = A1
∫
d3r 〈e−i
−→
k .
−→
∆(τ |−→r , t)〉Sl(−→r ,−→k ). (2.44)
Si la turbulence n'est pas uniforme, la fonction d'autocorrélation du signal (Eq.
2.44) est la moyenne spatiale de la fonction caractéristique du déplacement, pondérée
par le facteur de forme local (2.43).
Si nous supposons que la turbulence est uniforme, alors
C(τ) = A1 n0V S(
−→
k )〈e−i
−→
k .
−→
∆(τ)〉, (2.45)
où S(−→k ) est le facteur de forme statique
S(
−→
k ) =
1
n0 V
1
T
∫
| n˜(−→k ,t) |2 dt = 1
2pi
∫
S(
−→
k ,ω) dω, (2.46)
et où 〈e−i−→k .−→∆(τ)〉 est la fonction caractéristique du déplacement turbulent, c'est-
à-dire la moyenne d'ensemble de e−i−→k .−→∆ et donc la transformée de Fourier de la
distribution des déplacements turbulents, P (−→∆ | τ).
〈e−i
−→
k .
−→
∆(τ)〉 =
∫
d3∆ P (
−→
∆ | τ) e−i
−→
k .
−→
∆(τ). (2.47)
L'hypothèse selon laquelle n1 et ϕ1 ne sont pas corrélés est fondée sur des argu-
ments théoriques plus solides lorsqu'on considère une turbulence dans un gaz. En
eﬀet, dans les gaz, il existe trois modes : les modes d'entropie (ou de température),
les ondes sonores et les modes de vorticité. Chu et Kovásznay [34] ou encore Monin et
Yaglom [35] ont mis en évidence pour chacun de ces modes les couplages forts entre
les diﬀérentes variables eulériennes. Les modes d'entropie couplent ﬂuctuations de
densité et de température, les ondes sonores couplent ﬂuctuations de densité et de
vitesse et les modes de vorticité, n'ayant pas de ﬂuctuations de densité associées, ne
sont pas visibles par diﬀusion collective de la lumière. Les ondes sonores (on note cs
leur vitesse dans le ﬂuide) sont très facilement identiﬁables : sur la densité spectrale
temporelle, elles ont, à un éventuel décalage Doppler près, une pulsation ±k cs alors
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que le mode d'entropie a une vitessse de phase nulle, au même décalage Doppler
près. Sauf cas extrême, le pic correspondant aux ondes sonores est très bien séparé
de la partie du spectre correspondant au mode d'entropie. Le spectre obtenu par dif-
fusion collective de la lumière sur un gaz turbulent, une fois les raies correspondant
aux ondes sonores éliminées, est donc clairement un scalaire passif : le déplacement
des particules ﬂuides pendant un temps τ et les ﬂuctuations de densité associées au
mode d'entropie sont statistiquement indépendants et donc non-corrélés. Le résultat
(2.45) est donc clairement établi dans le cas d'un gaz turbulent. Dans les plasmas,
quelques observations expérimentales supplémentaires sont nécessaires pour étayer
cette hypothèse.
Dans ce chapitre, nous avons montré que la diﬀusion collective peut donner accès
à la transformée de Fourier de la distribution des déplacements turbulents dans
le volume de mesure. C'est une observation directe des propriétés statistiques du
mouvement ﬂuide qui devient alors accessible, une donnée expérimentale qui peut
être directement rapportée à des modèles théoriques.
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Chapitre 3
DE LA DIFFUSION INCOHÉRENTE
À LA DIFFUSION COLLECTIVE
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3. DE LA DIFFUSION INCOHÉRENTE À LA DIFFUSION
COLLECTIVE
Au début du chapitre précédent, nous avions proposé de présenter la diﬀusion de la
lumière "en revenant aux processus fondamentaux". Force est de constater que nous
avons bien vite oublié les particules discrètes pour manipuler une densité moyennée
de diﬀuseurs et un formalisme relevant de la mécanique des ﬂuides. Cela lui a permis
notamment de mesurer le coeﬃcient de diﬀusion moléculaire et de trouver une valeur
proche de celle tabulée.
Pourtant même dans ce domaine, A. Kharchenko [24] a montré que le caractère
discret des diﬀuseurs dans les écoulements de gaz était sensible en observant des
échelles, certes petites par rapport à l'échelle de l'écoulement, mais très grandes par
rapport à l'échelle microscopique.
Or le libre parcours moyen des molécules d'un gaz est très petit devant toutes
les échelles de la turbulence. La diﬀusion moléculaire a donc lieu sur une échelle
de temps bien plus longue que celle de la convection turbulente. Si le mouvement
propre des molécules est sensible par diﬀusion de la lumière, que dire dans le cas
d'un plasma magnétisé? Ce sont, nous l'avons vu au chapitre 2, les électrons qui
diﬀusent. Leur rayon de giration tient lieu de libre parcours moyen dans les deux
directions perpendiculaires au champ magnétique. Mais le long de ce dernier, leur
libre parcours moyen peut être très grand. Dans ToriX il est de l'ordre du mètre, soit
la taille de la machine ! Certes nous observons les ﬂuctuations de densité dans une
direction orthogonale au champ magnétique, mais le vecteur d'onde d'observation
n'est pas déﬁni parfaitement, à cause de la taille ﬁnie du volume de mesure. Une
composante parallèle au champ magnétique du vecteur d'onde d'observation, k,
existe. On s'attendrait dès lors à un élargissement du spectre de l'ordre de kvthe et
à un élargissement rédhibitoire des spectres temporels.
Comment justiﬁer la théorie bâtie au chapitre précédent?
I Diﬀusion incohérente dans un plasma sans champ magnétique
La réponse à cette interrogation est une question d'échelle. Aux échelles très in-
férieures à la longueur de Debye, les positions des électrons ne sont pas corrélées
entre elles ni aux autres particules. Il n'y a donc pas de modes collectifs couplant
la position de la particule à un instant donné et sa vitesse au même instant. Aﬁn
de caractériser le signal de diﬀusion obtenu, calculons sa fonction d'autocorréla-
tion. L'équation (2.2) nous donne l'expression du signal obtenu par diﬀusion sur un
ensemble discret d'électrons :
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s(t) = s1
N∑
j=1
e−i
−→
k .−→r j(t).
où s1 est le signal qu'on obtiendrait par diﬀusion sur une seule particule située à
l'origine. Sa fonction d'autocorrélation s'écrit alors :
C(τ) = 〈s∗(t)s(t+ τ)〉 = s21 〈
N∑
j=1
N∑
l=1
e−i
−→
k .(−→r j(t+τ)−−→r l(t)〉,
C(τ) = s21
N∑
j=1
N∑
l=1
〈e−i
−→
k .(−→r j(t)−−→r l(t)) e−i
−→
k .∆−→r (τ)〉,
o
∆−→r (τ) = −→r j(t+ τ)−−→r j(t).
(3.1)
Comme à cette échelle les électrons ne sont pas corrélés, le déplacement ∆−→r (τ)
est indépendant de la position initiale. La moyenne peut donc être scindée en deux
termes.
C(τ) = s21 〈
N∑
j=1
N∑
l=1
e−i
−→
k .(−→r j(t)−−→r l(t))〉 〈e−i
−→
k .∆−→r 〉. (3.2)
Puisque les positions des diﬀérentes particules ne sont pas corrélées et que le dépla-
cement de chaque particule n'est pas corrélé à la position initiale de ces dernières,
C(τ) = s21N 〈e−i
−→
k .∆−→r 〉. (3.3)
Aux petites échelles, les déplacements observés peuvent être assimilés à des déplace-
ments rectilignes uniformes : ∆−→r = −→v j(t) τ (les collisions sont rares, on les néglige
ici). On a alors :
C(τ) = s21N 〈e−i
−→
k .−→v τ 〉, (3.4)
où 〈〉 signiﬁe moyenne d'ensemble. Ici cette moyenne est eﬀectuée sur les vitesses
des électrons. La fonction d'autocorrélation temporelle du signal se trouve donc être
proportionnelle à la fonction caractéristique de la distribution des vitesses électro-
niques, fe, c'est-à-dire la transformée de Fourier de celle-ci. Or la transformée de
Fourier temporelle inverse de la fonction d'autocorrélation du signal de diﬀusion est
la densité spectrale du signal.
S(
−→
k , ω) =
∫
dtC(t)e−iω t. (3.5)
Elle se superpose donc à la distribution en vitesse des particules à condition d'utiliser
la relation Doppler faisant correspondre fréquence temporelle et vitesse :
ω =
−→
k .−→v : fe(−→v .
−→
k
k
) =
S(
−→
k , ω =
−→
k .−→v )∫
S(
−→
k , ω) dω
. (3.6)
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L'intensité du signal diﬀusé est égale à C(0) (3.1) soit N s1. Elle est égale à la
simple somme des intensités diﬀusées par chaque particule indépendamment. Le
facteur de forme statique (2.6) vaut 1. On parle de diﬀusion Thomson incohérente.
Ce régime de diﬀusion est couramment utilisé dans tous les grands tokamaks pour
mesurer la température électronique, la mesure de la largeur du spectre permettant
d'accéder à une température via l'équation (3.6). Cette méthode de mesure a été
d'une importance capitale dans l'histoire de la fusion. C'est elle qui permit en 1969 à
trois scientiﬁques anglais, Peacock, Forest et Robinson [36], de vériﬁer les prétentions
des scientiﬁques russes quant à leur capacité à chauﬀer la population électronique
d'un plasma à une température de quelques KeV dans leur nouvelle machine, le
tokamak T3.
II Diﬀusion cohérente
Pour des échelles sondées plus grandes, au moins de l'ordre de la longueur de
Debye, des eﬀets collectifs apparaissent, qui changent les caractéristiques du signal
diﬀusé et en particulier son spectre temporel. La prise en compte de ces interactions
entre particules a conduit au tout début des années soixante à la théorie de la dif-
fusion cohérente. Celle-ci permet d'expliquer les observations étonnantes faites avec
les radars ionosphériques. Les premières observations de diﬀusion d'ondes électroma-
gnétiques, avant le développement des lasers, furent des expériences de rétrodiﬀusion
d'onde radar sur le plasma ionosphérique. Les scientiﬁques de l'époque attendaient
des spectres temporels d'une largeur typique correspondant à la vitesse thermique
électronique, soit plusieurs centaines de kHz. Cette largeur s'est révélée être cent
fois plus faible [37]. L'explication de ce phénomène nécessite la prise en compte des
interactions entre les électrons, qui sont les particules diﬀusantes dans un plasma,
et les autres particules du plasma, ions et électrons [38, 39, 40]. Nous présentons ici
une approche exposée par Hutchinson [41] et proposée dans les années soixante par
Oberman et Montgomery, faisant appel au modèle de l'ion et de l'électron habillés,
qui permet de rendre compte des interactions à deux particules.
Ce modèle consiste à décrire la diﬀusion de la lumière sur les ﬂuctuations de den-
sité induites par le simple mouvement thermique des particules (ions et électrons)
qui induit une perturbation électrique. Ces ﬂuctuations sont la réponse d'un plasma
homogène, caractérisé par sa permitivité diélectrique  et en particulier par sa permi-
tivité diélectrique électronique, puisque seuls les électrons diﬀusent signiﬁcativement.
Cette dernière est calculée en utilisant la théorie cinétique. Une image assez juste du
modèle serait d'imaginer les particules du plasma (ions et électrons) habillés par les
charges de polarisation dont elles provoquent l'apparition à leur passage. Les ions, in-
dividuellement, diﬀusent très peu, mais ce sont les électrons participant aux charges
de polarisation induites par la présence et le mouvement des ions qui diﬀusent. Les
électrons diﬀusent individuellement et, de plus, tout comme les ions, engendrent des
charges de polarisations électroniques.
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II.1 Expression générale des ﬂuctuations dans un plasma uniforme à l'équilibre
Comme nous l'avons montré au chapitre précédent (Eq. 2.2 et 2.5), le signal de
diﬀusion est proportionnel à la transformée de Fourier spatiale des ﬂuctuations de
densité. La densité spectrale du signal est proportionnelle au facteur de forme dy-
namique (Eq. 2.7). Nous allons dériver ce dernier en calculant la densité de charge
induite par le mouvement d'une particule test par rapport au plasma. On ne consi-
dère que la réponse électronique, puisque la diﬀusion est due essentiellement aux
électrons. On suppose que la charge induite est établie suﬃsamment rapidement
pour admettre que la vitesse de la particule test est constante à l'échelle de temps
de cette réponse. On suppose par ailleurs que le milieu dans lequel évoluent les par-
ticules test est un plasma à l'équilibre, au moins localement. La densité de charges
de polarisation induite par une distribution de charges test est reliée au vecteur
polarisation :
Qe(
−→r ,t) = − div−→P e,
soit après transformée de Fourier spatiale :
Q˜e(
−→
k ,ω) = −i−→k .−→P e, (3.7)
avec −→P e, le vecteur polarisation électronique. Il existe également un vecteur polari-
sation ionique, −→P i. Ces deux vecteurs permettent d'établir l'expression du vecteur
déplacement électrique, −→D .
−→
P e = 0 χ¯e
−→
E ,−→
P i = 0 χ¯i
−→
E−→
D = 0 ¯
−→
E = 0
−→
E +
−→
P e +
−→
P i.
(3.8)
On ne considère que le spectre basse fréquence. Dans cette gamme, les éventuelles
ondes électromagnétiques associées auraient une longueur d'onde bien supérieure à
la taille des plasmas observés. En outre, la force magnétique associée à ces ondes est
négligeable devant la force électrique, dans le rapport de la vitesse thermique à la
vitesse de la lumière dans le plasma. On se limite donc aux ondes électrostatiques :
−→
E = −i−→k ϕ
On cherche la polarisation induite par une distribution de charges (considérées
chacune comme une particule test) notée q(−→r , t). Cette dernière est la somme des
distributions de plusieurs types de particules. On distingue les électrons, dont la
densité de charge est notée δqe de celles des ions.
δq(−→r , t) = δqe(−→r , t) +
∑
a 6=e
δqa(
−→r , t).
La distribution de charge de l'espèce a s'écrit
δqa(
−→r , t) = qa
∑
n
δ(−→r −−→r n(t)),
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où qa est la charge d'une particule d'espèce a et −→r n(t) est la position de la ne`me
particule d'espèce a.
On appelle δq˜(−→k , ω) la transformée de Fourier spatiale et temporelle de la dis-
tribution totale de charges test. D'après ce qui précède, la charge de polarisation
induite s'écrit :
Q˜e(
−→
k , ω) = −i−→k .−→P e = −i−→k .0χ¯e.−→E = −0−→k .χ¯e.−→k ϕ . (3.9)
Par ailleurs, le vecteur déplacement électrique est directement lié à la densité de
charges test.
div
−→
D = δq(−→r , t).
soit après transformée de Fourier spatiale et temporelle :
δq˜(
−→
k , ω) = i
−→
k .
−→
D = i
−→
k .0 ¯.
−→
E = 0
−→
k .¯.
−→
k ϕ
et donc
ϕ = −δq˜(
−→
k , ω)
−→
k .0¯.
−→
k
En substituant cette équation dans (3.9), on obtient
Q˜e(
−→
k , ω) = −
−→
k .χ¯e.
−→
k
−→
k .¯.
−→
k
δq˜(
−→
k , ω). (3.10)
La ﬂuctuation électronique totale (responsable de la diﬀusion) est la somme des
ﬂuctuations engendrées par le mouvement propre des électrons test et des ﬂuctua-
tions des charges de polarisation électroniques induites :
N˜e(
−→
k , ω) =
δq˜e
qe
+
Q˜e
qe
.
Dans le cas des électrons habillés la particule test et la partie électronique des charges
de polarisation diﬀusent; dans le cas des ions habillés, seule la partie électronique
des charges de polarisation diﬀuse. On pose δn˜a(−→r , ω), la ﬂuctuation de densité des
charges tests de type a.
δn˜a(
−→
k , ω) =
δq˜a(
−→
k , ω)
qa
.
On peut alors exprimer la ﬂuctuation de densité électronique totale en fonction de
la ﬂuctuation de densité de chacune des populations de charges test. Les termes de
ﬂuctuations dûs aux électrons sont séparés de ceux dûs aux ions.
N˜e(
−→
k , ω) =
(
1 −
−→
k .χ¯e.
−→
k
−→
k .¯.
−→
k
)
δn˜e(
−→
k ,ω) +
∑
a 6=e
(
−
−→
k .χ¯e.
−→
k
−→
k .¯.
−→
k
)
qa
qe
δn˜a(
−→
k , ω). (3.11)
Pour calculer la moyenne quadratique de ces ﬂuctuations, on peut supposer que
les particules tests ne sont pas corrélées entre elles, les corrélations binaires ayant
été prises en compte à travers le calcul de la réponse du plasma.
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< N˜2e >−→K =
∣∣∣∣∣1−
−→
k .χ¯e.
−→
k
−→
k .¯.
−→
k
∣∣∣∣∣
2
< δn˜2e > +
∑
a 6=e
∣∣∣∣∣
−→
k .χ¯e.
−→
k
−→
k .¯.
−→
k
∣∣∣∣∣
2
(
qa
qe
)2 < δn˜2a > . (3.12)
L'obtention d'une expression analytique de cette quantité nécessite d'évaluer
d'une part les termes excitateurs, < δn˜2a >, que sont les ﬂuctuations associées au
mouvement propre des particules tests et, d'autre part, la susceptibilité du milieu.
II.2 Expression des ﬂuctuations associées au mouvement propre des particules
On écrit la densité de Klimontovitch
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Fig. 3.1  L'axe (Oz) est celui du champ
magnétique uniforme.
des particules test, leur mouvement dans le
référentiel du plasma étant celui de parti-
cules chargées dans un champ magnétique
uniforme. On calcule ensuite la transfor-
mée de Fourier spatiale et temporelle de
celle-ci puis ﬁnalement sa densité spectrale.
Dans cette partie, et dans cette partie seule-
ment, on déﬁnira l'axe z comme étant l'axe
du champ magnétique. Le vecteur d'onde
se décompose en deux composantes, l'une parallèle à l'axe (Oz) (k), l'autre or-
thogonale (k⊥). Sans perte de généralité, on prendra cette dernière suivant l'axe
(Ox).
qa(
−→r , t) =
∑
n
qa δ(
−→r −−→r n(t)),
avec
−→r n(t) = −→r0n + vnt−→e z + ρc,n (sin(ωct+ ϕ)−→e k⊥ + cos(ωct+ ϕ)−→e z ∧ −→e k⊥);
alors
δn˜a(
−→
k , ω) =
∑
n
+∞∑
j=−∞
Jj(
k⊥vn⊥
ωc,a
) δ(ω − kvn − jωc) eijϕ e−i−→k .−→r0n , (3.13)
où Jl est la fonction de Bessel d'ordre j.
Pour calculer la densité spectrale, on doit prendre en compte le temps ﬁni de
la mesure, T : δ2(ω) → T/2pi δ(ω) 1. Par ailleurs, comme les particules test sont
indépendantes, les termes croisés disparaissent quand on passe à la moyenne.
< δn˜2a >=
T
2pi
<
∑
n
+∞∑
j=−∞
J2j (
k⊥vn⊥
ωc,a
) δ(ω − kvn − jωc) > . (3.14)
1. On trouvera une justiﬁcation de cette équivalence dans l'appendice 1 de Ref. [54].
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On se limitera au spectre basse fréquence (ω  ωci). Le passage à la moyenne
fait intervenir la distribution des vitesses.
< δn˜2a >= n0 V
T
2pi
∫
dvdv⊥v⊥g(v⊥, v) J20 (k⊥v⊥ωc,a ) δ(ω − kv), (3.15)
avec g(v⊥, v) la fonction de distribution en vitesse des particules a, intégrée sur
tous les angles du plan perpendiculaire.
II.3 Expression de la susceptibilité du milieu
Il s'agit maintenant de prendre un modèle de plasma pour calculer la réponse
du milieu au mouvement de la particule test. On prendra un modèle cinétique de
plasma uniforme et inﬁni. On notera qu'il suﬃt d'évaluer le terme −→k .χ¯.−→k dans le
cadre de l'approximation choisie : celle qui consiste à se limiter au spectre basse
fréquence (ω  Ωc). On peut prendre sans perte de généralité −→k = (k⊥,0,k). On
trouve dans le livre de Quémada [42] ou celui de Swanson [43] le calcul menant à
l'expression suivante :
χa = −
+∞∑
l=−∞
2pi ω2p,a
n0,a ω2
∫ +∞
0
∫ +∞
−∞
dvdv⊥v⊥(k∂vg0,a+ lωc,av⊥ ∂v⊥g0,a)
S¯l
kv + lωc,a − ω
avec
S¯l =

l2 ω2c,a
k2⊥
J2l
i l v⊥ωc,a
k⊥
Jl J
′
l
l vωc,a
k⊥
J2l
− i l v⊥ωc,a
k⊥
Jl J
′
l v
2
⊥ J
′2
l −iv⊥v Jl J ′l
l vωc,a
k⊥
J2l iv⊥v Jl J ′l v2 J2l

Pour le calcul de l'intégrale, on assimile g0 à une maxwellienne. Si on se limite
aux termes basses fréquences (l = 0), on obtient
−→
k .χ¯a.
−→
k = −ω
2
p,a I0(µa) e
−µa
v2th,a
Z ′(ξa), (3.16)
où I0 est la fonction de Bessel modiﬁée de premier type d'ordre 0 (Fig. 3.2) et
µa =
k2⊥ v
2
th,a
ω2c,a
= k2⊥ ρ
2
c,a , ξa =
ω
k vth,a , vth,a =
√
2T
ma
et ρc,a = vth,a
ωc,a
et où Z ′ est la dérivée de la fonction de Fried et Conte (Fig. 3.3)
Z ′(x) = −2 + 4x e−x2
∫ x
0
ey
2
dy − 2 i√pi x e−x2 .
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STUDENT > restart;
STUDENT > m:=1836*40;#rapport des masses e-/ion+ pour l'argon
 := m 73440
STUDENT > evalf(BesselI(0,17.27095)*exp(-17.27095));evalf(BesselI(
0,20)*exp(-20));
 − .09671464645 .9502504798 10-16 I
 − .08978031187 .3766743313 10-18 I
STUDENT > plot(Re(BesselI(0,x))*exp(-x),x=0..50,y=0..1,labels=[``,
``]);
5040302010
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0
STUDENT > ? BesselI
STUDENT > plot(Re(BesselI(0,x)),x=0..1);
x
10.80.60.40.20
1.25
1.2
1.15
1.1
1.05
1
STUDENT > Zp:= E-> -2 + 
4*E*exp(-E^2)*int(exp(x^2),x=0..E)-2*I*sqrt(Pi)*E*exp(-E
^2);
Page 1 Maple V Release 4 - Student Edition
Fig. 3.2  Représentation de la fonction x → I0(x) e−x. Cette fonction est une fonction
réelle.
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STUDENT > ?plot
STUDENT > plot({evalf(Re(Zp(E))),evalf(Im(Zp(E)))},E=0..4, 
linestyle=[1,2],labels=[``,``], color=[black,black]);
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STUDENT > 
Page 8 Maple V Release 4 - Student Edition
Fig. 3.3  Fonction de Fried et Conte. La partie réelle est en trait plein, la partie imaginaire
en trait discontinu.
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II.4 Spectre temporel de la diﬀusion cohérente
Maintenant que tous les termes de l'équation (3.12) ont été évalués (en se limitant
à des fréquences basses devant la fréquence cyclotron), nous pouvons étudier le
spectre temporel du signal obtenu par diﬀusion cohérente. Les valeurs des paramètres
du plasma choisis dans le cadre de cette étude sont ceux de ToriX. C'est un plasma
d'argon (nombre de masse = 40). Les ions ne sont ionisés qu'une fois.
Les échelles de longueurs du plasma de ToriX s'ordonnent comme suit :
ρci >> λD >> ρce, (3.17)
λD étant la longueur de Debye :
λD =
√
0 T
e2 ne
.
Dans l'intégrale (3.15), la fonction de Bessel sera donc approximée par sa valeur
en zéro pour les électrons, car leur rayon de Larmor est très petit par rapport aux
échelles étudiées ici, plutôt de l'ordre du rayon de Larmor ionique. De même dans
l'équation 3.16, le rayon de Larmor normalisé des électrons, µe, sera considéré comme
nul. Nous nous limitons par ailleurs à l'étude des très basses fréquences, qui corres-
pondent à des modes de vitesse de phase petite par rapport à la vitesse thermique
des électrons. Par conséquent, ξe sera également considéré comme nul. Enﬁn la pos-
sibilité d'avoir une température diﬀérente pour les électrons et les ions sera prise en
compte (c'est le cas dans ToriX).
Pour une étude numérique, il est préférable d'adimensionner les variables. Les
longueurs sont normalisées à la longueur de Debye, les pulsations à la pulsation
plasma ionique.
On pose:
κa = k λD, la composante parallèle et
κe = k⊥ λD, la composante perpendiculaire du vecteur d'onde normalisé,
ωc = ωc,i/ωp,i , la pulsation cyclotron ionique normalisée,
m = mi
me
, le rapport des masses des ions et des électrons,
θ = Te
Ti
, le rapport des températures électronique et ionique,
vth,i =
√
2
t
, la vitesse thermique ionique normalisée,
vth,e =
√
2m, la vitesse thermique électronique normalisée,
ωp =
√
m, la pulsation plasma électronique normalisée,
cs = 1 +
1
t
, la vitesse des ondes acoustiques-ioniques.
On a alors −→
k .χ¯i.
−→
k = − θ
2
I0(µi) e
−µi Z ′(ξi)
µi =
κ2e
θ ω2c
et ξi =
√
θ ω√
2κa
−→
k .χ¯e.
−→
k = 1
−→
k .¯.
−→
k = κ2e + κ
2
a + 1 +
−→
k .χ¯i.
−→
k .
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Restent les termes < δn˜2i > et < δn˜2e > à évaluer en prenant une maxwellienne
dans l'équation (3.15) comme fonction de distribution. Le terme électronique se
calcule aisément, vu que le rayon de Larmor électronique est très petit devant la
longueur d'onde observée. Il vient
< δn˜2e >=
e
− ω2
2κ2am√
2pimκa
(3.18)
et
< δn˜2i >=
e−
θ ω2
2κa√
2pi/θ κa
∫
v⊥dv⊥ θ e−
θv2⊥
2 J0(
κev⊥
ωc
). (3.19)
L'expression totale du spectre temporel des ﬂuctuations (qui, nous l'avons vu au
chapitre précédent, est proportionnel à celui du signal diﬀusé par ces dernières)
s'obtient en rassemblant ces diﬀérents termes et en les reportant dans l'équation
3.12.
< N˜2e >−→K =
∣∣∣1− −→k .χ¯e.−→k−→
k .¯.
−→
k
∣∣∣2 e− ω22κ2am√
2pimκa
+
∣∣∣−→k .χ¯e.−→k−→
k .¯.
−→
k
∣∣∣2 ∫ v⊥dv⊥ θ e− θv2⊥2 J0(κev⊥ωc ) e− t ω22κa√2pi/θ κa
(3.20)
Les équations 3.18 et 3.19 montrent que le spectre temporel du signal diﬀusé est
proportionnel à la fonction de distribution en vitesses parallèles au champ magné-
tique des électrons et des ions, moyennant la relation Doppler ω = kv, pondérée
par la réponse du plasma à la perturbation engendrée par chacune des classes de
vitesse des particules (Eq. 3.20). Commentons plus en détail le spectre du signal
diﬀusé (Eq. 3.20) à l'aide des spectres calculés numériquement avec le logiciel Maple
(Fig. 3.4, 3.5 et 3.6).
Si kλD  1, c'est-à-dire si on observe des échelles très petites devant la longueur
de Debye, l'expression 3.20 se simpliﬁe. En eﬀet, d'après l'ordonnement des échelles
de longueur (Eq. 3.17), µi  1 et donc −→k .χ¯i.−→k ≈ 0. On voit alors que les termes
correspondant aux charges de polarisation (celles dues aux ions comme celles dues
aux électrons) sont en 1/k2λ2D et donc négligeables. Les électrons du plasma diﬀusent
sans corrélation avec d'autres électrons ni avec les ions. On retrouve le régime de
diﬀusion incohérente. C'est ce que montre la ﬁgure 3.4 (kλD = 3). Le spectre est
une image de la fonction de distribution en vitesses des électrons selon la direction
parallèle au champ magnétique. Il s'y superpose en prenant ω = kv (courbe en
haut à droite) 2.
Si kλD est de l'ordre de 1 ou supérieur, les termes de couplage ne sont plus
négligeables. C'est ce que l'on voit Fig. 3.4, en bas (kλD = 1). Les eﬀets de réponse
cohérente seront principalement visibles à des fréquences correspondant à des modes
2. Dans des conditions expérimentales très strictes [44], on pourrait voir la résonance cyclotro-
nique électronique et ses harmoniques dans le régime de diﬀusion incohérente. Hors de ces conditions
très strictes, le calcul fait dans la section I s'applique tout à fait.
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Fig. 3.4  Transition d'un spectre de diﬀusion incohérente à un spectre de diﬀusion co-
hérente. Simulation de la partie très basse fréquence du spectre de diﬀusion
(ω << ωci) en régime incohérent et pour Ti = Te.
- En haut, κe = k⊥λD = 3. A gauche, on voit que le signal est dû au terme
électronique : la contribution du terme ionique (en trait discontinu) est en eﬀet
négligeable. A droite, le spectre représenté sur une gamme de fréquences plus
grande. Le spectre est très large, de l'ordre de kvthe, avec des répliques pos-
sibles aux multiples de la fréquence cyclotronique électronique, dues aux termes
négligés dans le calcul.
- En bas, κe = k⊥λD = 1. Le terme ionique devient prépondérant aux très
basses fréquences. Le terme électronique devient l'équivalent d'un bruit de fond.
Pour les échelles supérieures à la longueur de Debye, la diﬀusion devient cohé-
rente. Le spectre temporel est alors beaucoup plus étroit que la largeur Doppler
électronique.
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propres du plasma, excités par l'agitation des particules (ions ou électrons), car dans
ces conditions les dénominateurs dans (3.12) s'annulent. L'eﬀet sera d'autant plus
grand que l'amortissement de ces modes est faible. A très basses fréquences il s'agira
principalement des ondes acoustiques ioniques.
Nous avons tout d'abord regardé les spectres pour un vecteur d'onde quasiment
perpendiculaire au champ magnétique. Cette conﬁguration et les valeurs de k em-
ployées sont dans la gamme de celles rencontrées dans le cadre de nos expériences
sur ToriX. Pour Te = Ti (Fig. 3.5), on voit que les spectres ont une largeur de l'ordre
de kcs, cs étant la vitesse des ondes accoustiques-ioniques qui, pour Te = Ti, vaut
vthi. Le spectre de diﬀusion cohérente est dû aux charges de polarisation associées
aux ions. En eﬀet, dans cette gamme de vitesse, on trouve beaucoup d'ions, alors
que les électrons se dispersent sur une gamme de vitesses beaucoup plus grande (de
l'ordre de vthe). Le spectre associé à leurs charges de polarisation est trop étalé et
devient un bruit blanc peu intense. On explique ainsi le paradoxe des spectres étroits
observé par Bowles. Par ailleurs le spectre du signal diﬀusé dépend peu de k⊥ ou de
ωci.
Pour Te  Ti (Fig. 3.6, où θ = Te/Ti = 10), les ondes acoustiques ioniques
sont peu amorties par l'eﬀet Landau, car il n'y a presque plus d'ions résonnants.
En eﬀet, dans ce cas, cs est proche de
√
Te/mi. Ces ondes présentent donc une
résonance aigüe, que l'on observe dans le spectre à des pulsations proches de k cs.
Les ions résonnants étant trop peu nombreux pour exciter ces modes, il n'est pas
surprenant de constater que dans ce cas, ce sont les charges de polarisation des
électrons qui participent très majoritairement au spectre (Fig. 3.6, en bas). Pour
θ = Te/Ti = 40 (qui se rapproche du cas de ToriX), cet eﬀet est encore ampliﬁé. Là
encore, la dépendance avec k⊥ et avec ωc = ωc,i/ωp,i est faible.
Un des intérêts majeurs de la diﬀusion cohérente est de pouvoir donner accès à la
température ionique. En eﬀet, la forme des spectres dépend du rapport des tempéra-
tures électronique et ionique et la largeur des spectres est liée fortement à Ti lorsque
ce rapport est proche de 1. C'est pourquoi une équipe de l'Ecole polytechnique fé-
dérale de Lausanne [45] a réalisé ce diagnostic pour la première fois en tokamak. Le
vecteur d'onde sondé ne doit pas être quasi-perpendiculaire au champ magnétique,
comme nous l'avons vu précédemment. En eﬀet la forme du spectre est sensible à k.
En diﬀusion quasi-perpendiculaire, ce paramètre est mal déﬁni car la largeur ﬁnie
du faisceau induit une indéterminiation sur le vecteur d'onde sondé, comme nous
l'avons montré au chapitre précédent. Ces chercheurs ont regardé la lumière diﬀusée
à 90 degrés de la direction incidente, soit un vecteur d'onde incliné à 45 degrés par
rapport au champ magnétique. Nous avons représenté sur la ﬁgure 3.7 les spectres
théoriques pour des vecteurs d'onde employés dans ces cas là, qui sont plus grands
que ceux accessibles avec notre banc de diﬀusion.
III Diﬀusion collective
La diﬀusion collective est un régime de diﬀusion de la lumière à des échelles très
grandes devant la longueur de Debye. Dans la plupart des plasmas expérimentaux,
des ﬂuctuations turbulentes de densité s'ajoutent aux ﬂuctuations engendrées par
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Fig. 3.5  Spectres de diﬀusion cohérente. Te/Ti = 1, κe = k⊥λD = 0,05. En haut, densité
spectrale des ﬂuctuations totales pour (de gauche à droite) κa = kλD = 2.10−4,
5.10−4 et 10−3. La largeur des spectres est de l'ordre de k cs En bas, la contribu-
tion aux ﬂuctuations due aux sources électroniques pour κa = 5.10−4, beaucoup
plus faible que la contribution ionique.
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Fig. 3.6  Spectres de diﬀusion cohérente. Te/Ti = 10, κe = k⊥λD = 0,05. En haut, densité
spectrale des ﬂuctuations totales pour (de gauche à droite) κa = kλD = 5.10−4,
10−3 et 4.10−3. En bas, la contribution due aux sources ioniques pour κa =
10−3, beaucoup plus faible que la contribution due aux sources électroniques.
Les spectres sont centrés sur une pulsation proche de k cs. Cette fois ce sont
les charges de polarisation suscitées par les électrons qui sont responsables des
ﬂuctuations cohérentes.
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Fig. 3.7  La diﬀusion cohérente comme mesure de Ti.
- A gauche, ωc = 0,05 et Te = Ti. En trait plein, κe = κa = 0,01 (le vecteur
d'onde d'analyse est à 45 degrés par rapport à
−→
B ). En trait discontinu, κe = 0,05
et κa = 0,01.
- A droite, ωc = 0,05 et Te = 10Ti. En trait plein κe = 0,05 et κa = 0,01; en
trait discontinu, κe = 0,05 et κa = 0,001. On voit que l'inﬂuence de κe s'exerce
essentiellement sur l'amplitude du signal et peu sur la position de la résonance.
les ﬂuctuations thermiques des particules constituant le plasma. Ces ﬂuctuations
ont, aux grandes échelles, une amplitude bien plus grande que les précédentes au
point de les masquer totalement. Contrairement aux deux autres régimes de diﬀusion
où l'intensité totale diﬀusée (que l'on peut obtenir en sommant les ﬂuctuations de
densité n˜(−→k , ω) sur les fréquences temporelles) est proche de ou égale à la somme des
intensités diﬀusées par chaque diﬀuseur individuel (le facteur de forme statique (Eq.
2.6) est proche de ou égal à 1), la diﬀusion collective concentre la lumière diﬀusée
dans un angle solide restreint. Le facteur de forme statique, à savoir le rapport entre
l'intensité totale détectée et celle que l'on obtiendrait en sommant les intensités
diﬀusées par chaque particule indépendamment, peut être énorme : plusieurs millions
de fois, parfois davantage encore 3. On parle alors de diﬀusion cohérente exacerbée
ou de diﬀusion collective.
Cette diﬀérence nette d'ordre de grandeur oblige à distinguer les deux régimes.
Ainsi, si on écarte le vecteur d'onde de mesure de la direction orthogonale au champ
magnétique, on ne distingue plus de signal : la turbulence en champ magnétique
étant bidimentionnelle, le facteur de forme des ﬂuctuations turbulentes est pratique-
ment localisé dans le plan orthogonal au champ magnétique. Pourtant la théorie de
l'ion habillé assure la présence de ﬂuctuations dans la direction parallèle au champ
magnétique. Il faudrait, pour les voir, sonder le plasma avec un laser beaucoup
plus puissant. Dans le régime de diﬀusion collective, l'eﬀet des diﬀuseurs individuels
est faible, comme nous le montrons dans la partie suivante, et l'approximation des
milieux continus, faite en (2.3) et en (2.5), s'applique. La lumière diﬀuse sur des
ﬂuctuations d'indice optique, liées aux ﬂuctuations de densité.
Il faut toutefois distinguer la diﬀusion collective de la réfraction. Cette dernière
se produit en cas de multidiﬀusion des photons incidents. L'analyse de la lumière
3. Des résultats quantitatifs sont présentés au chapitre 5.
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émergeant du milieu sondé est alors totalement diﬀérente [46] de celle présentée ici.
Elle peut être aussi utilisée pour orienter convenablement l'onde électromagnatique
par rapport au champ magnétique lors de sa propagation dans un milieu inhomogène.
C'est le cas pour les ondes radar dans l'ionosphère ou pour les micro-ondes dans les
tokamaks.
Sans aller jusqu'à un régime de réfraction, il est nécessaire, pour une interpré-
tation directe de la mesure, que la lumière analysée provienne bien d'une diﬀusion
unique dans la zone de mesure. La probabilité d'une collision entre un mode de
densité et un photon lors de sa traversée du milieu doit être pour cela très faible.
On peut le vériﬁer expérimentalement en s'assurant que la puissance diﬀusée est
extrêmement faible devant la puissance incidente [47].
L'idée d'étudier la turbulence dans les ﬂuides par diﬀusion de la lumière a été
proposée dans les années 1960 par P. Gilles de Gennes [48] puis mise en oeuvre par
J.C. Lelièvre et J. Picard [49]. Ces travaux ont été repris au LPTP, dans les plasmas
[50] mais aussi avec une expérience de turbulence de jet de gaz. C'est toujours dans ce
régime de diﬀusion que les expériences présentées dans cet ouvrage ont été réalisées.
IV Expression complète des ﬂuctuations de densité : du
microscopique au macroscopique
IV.1 Exposé du problème
Dans la partie II de ce chapitre, nous avons dérivé les ﬂuctuations de densité
induites par le mouvement thermique des particules, ions et électrons. Nous avons
exprimé le terme source, δna(−→r , t) = δ(−→r −−→r n(t)) et l'avons relié à la réponse du
plasma, N˜e
Nous allons établir ici l'expression complète des ﬂuctuations de densité en prenant
à la fois en compte les ﬂuctuations induites par l'agitation thermique des particules
du plasma et les inhomogénéités instationnaires aux grandes échelles, liées au mou-
vement turbulent.
Ces dernières se produisent à des échelles de temps et de longueurs bien plus
grandes que celles des mouvements thermiques; c'est pourquoi il est possible de sé-
parer ces deux eﬀets. Les ﬂuctuations turbulentes induisent deux eﬀets qu'il faudra
ajouter au calcul des ﬂuctuations de densité électronique fait pour un plasma à
l'équilibre. D'une part on ne peut plus considérer que les particules tests ne sont pas
corrélées entre elles : du fait de la structure spatiale de la turbulence, on ne peut
plus supprimer les termes croisés de l'équation 3.14 lors du passage à la moyenne.
Les vitesses thermiques des particules sont certes toujours indépendantes les unes
des autres ainsi que de la position des particules, mais les positions à t = 0, −→r 0
sont corrélées entre elles. D'autre part, en plus du mouvement thermique, décrit
par l'expression de −→r n(t), s'ajoute un déplacement turbulent −→∆n(−→r 0, t). Il y a à ce
niveau une diﬃculté à traiter. Il ne s'agit pas de reprendre le calcul mené à la partie
précédente en ajoutant simplement −→∆n(−→r 0, t) à −→r n(t) car le déplacement turbu-
lent n'est pas propre à une particule mais à un voisinage. Nous admettrons que ce
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voisinage est plus grand que le volume occupé par les charges de polarisation élec-
troniques engendrées par une particule chargée. Cela revient à dire que les échelles
de la turbulence sont très grandes devant la longueur de Debye, ce qui est eﬀective-
ment le cas 4. Dès lors, le mouvement turbulent d'une particule test ne doit pas être
considéré comme un terme excitateur de la réponse du plasma (Eq. 3.11), puisqu'il
transporte la particule test avec l'ensemble du plasma qui l'entoure immédiatement.
Seul le mouvement relatif de la particule test par rapport au plasma, à savoir le mou-
vement d'agitation thermique doit être pris en compte comme terme source. L'eﬀet
du mouvement turbulent doit être pris en compte à travers un changement de réfé-
rentiel, permettant de passer du référentiel local accompagnant le mouvement global
du voisinage de la particule test considérée, dans lequel est calculée la réponse du
plasma à la perturbation électrique engendrée par l'agitation thermique des charges,
au référentiel du laboratoire.
IV.2 Eﬀet du changement de référentiel : du plasma au laboratoire
On note −→r ′ le vecteur position dans le référentiel local du plasma. On note
N˜ ′e,a(
−→r ′, t) la ﬂuctuation de densité électronique engendrée par l'agitation thermique
des particules d'espèce a, vue dans le référentiel local du plasma. L'équation 3.11
donne la transformée de Fourier spatiale et temporelle de cette fonction.
N˜ ′e,a(
−→
k , ω) = hˆa(
−→
k , ω) δn˜a(
−→
k , ω),
où hˆa(−→k , ω) est la fonction réponse du plasma à une perturbation électrique initiée
par une particule d'espèce a, exprimée dans l'espace de Fourier.
hˆa(
−→
k , ω) = δe,a − qa
qe
−→
k .χ¯e.
−→
k
−→
k .¯.
−→
k
,
avec δe,a, le symbole de Kroneker qui vaut 1 si la particule d'espèce a est un électron
et 0 sinon. On suppose que les ﬂuctuations turbulentes sont suﬃsamment faibles
pour ne pas modiﬁer sensiblement les propriétés électriques du plasma. On prendra
donc, dans l'expression de hˆa les paramètres moyens du plasma.
On note−→r le vecteur position dans le référentiel du laboratoire. On note N˜e,a(−→r , t),
la ﬂuctuation de densité électronique engendrée par l'agitation thermique de l'espèce
a, vue dans le référentiel du laboratoire. Le changement de référentiel se fait grâce
à la relation entre −→r et −→r ′ :
−→r = −→r ′ +−→∆(−→r0n, t),
où −→r0n est la position de la particule test n à l'instant t = 0, exprimée dans le
référentiel du laboratoire, et −→∆(−→r0n, t), le déplacement du voisinage de la particule
test pendant le temps t. Avec ce déplacement −→∆ , nous pouvons écrire la relation
entre N˜e,a et N˜ ′e,a.
4. voir les résultats de mesures quantitatives au chapitre 5
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N˜e,a(
−→r , t) = N˜ ′e,a(−→r −
−→
∆ , t).
Calculons la transformée de Fourier spatiale (sur la variable −→r ) de cette égalité,
N˜e,a(
−→
k , t) = N˜ ′e,a(
−→
k , t) e−i
−→
k .
−→
∆(−→r0n, t);
puis la transformée de Fourier temporelle.
N˜e,a(
−→
k , ω) = N˜ ′e,a(
−→
k ω)⊗ω
∫
dt eiωte−i
−→
k .
−→
∆(−→r 0n, t), (3.21)
où ⊗ω désigne un produit de convolution sur la variable ω. On notera TFω une
transformée de Fourier temporelle. Ainsi,∫
dt eiωte−i
−→
k .
−→
∆(−→r 0n, t) = TFω(e−i
−→
k .
−→
∆(−→r0n, t)).
Nous avons montré que dans l'espace de Fourier, le terme correspondant au mou-
vement turbulent est en convolution temporelle avec le spectre microscopique. Il
s'agit maintenant, en repartant des équations 3.11 et 3.14, de calculer les ﬂuctua-
tions de densité totales, en prenant en compte à la fois le mouvement turbulent et
l'agitation thermique.
IV.3 Expression complète des ﬂuctuations de densité, microscopiques et
macroscopiques
L'expression des ﬂuctuations de densité liées au mouvement propre des particules
d'espèce a s'écrit, dans la limite très basse fréquence (Eq. 3.13),
δn˜a(
−→
k , ω) =
∑
n
J0(
k⊥vn⊥
ωc,a
) δ(ω − kvn) e−i−→k .−→r0n .
Les équations 3.11 et 3.21 donnent
N˜e,a(
−→
k , ω) =
∑
n
[
hˆ(
−→
k , ω) δn˜a,n(
−→
k , ω)
]
⊗ω TFω
(
e−i
−→
k .
−→
∆(−→r0n, t)
)
A partir de cela, nous dérivons l'expression de la moyenne de la densité spectrale
des ﬂuctuations de densité totales
〈| N˜e,a(−→k , ω) |2〉 = 〈
∑
n
∑
n′
[
hˆ(
−→
k , ω) δn˜a,n(
−→
k , ω)
]
⊗ω TFω
(
e−i
−→
k .
−→
∆(−→r0n, t)
)
×
[
hˆ∗(
−→
k , ω) δn˜∗a,n′(
−→
k , ω)
]
⊗ω TF ∗ω
(
ei
−→
k .
−→
∆(−→r0n′ , t)
)
〉.
Les vitesses d'agitation thermique de deux particules distinctes sont statistique-
ment indépendantes et nous admettrons en outre que la vitesse d'agitation ther-
mique d'une particule est statistiquement indépendante de la position −→r0 à t = 0
et du déplacement turbulent ultérieur. Les distributions de probabilité de variables
indépendantes sont donc scindées. Nous allons eﬀectuer la moyenne d'ensemble sur
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chacun des diﬀérents termes. Nous distinguerons le cas où n = n′ (seules les distri-
butions sur les variables de la particule n interviennent alors) du cas où n 6= n′ (il
faut eﬀectuer une moyenne sur n et n′ séparément).
Soit An,n′ un terme de cette double somme.
An,n′ = 〈
[
hˆ(
−→
k , ω) δna,n(
−→
k , ω)
]
⊗ω TFω
(
e−i
−→
k .
−→
∆(−→r0n, t)
)
×
[
hˆ∗(
−→
k , ω) δn∗a,n′(
−→
k , ω)
]
⊗ω TF ∗ω
(
ei
−→
k .
−→
∆(−→r0n′ , t)
)
〉.
Considérons tout d'abord le cas où n = n′. Remarquons tout d'abord que le
terme de phase ei−→k .−→r disparaît.
An,n = 〈
∫
dvn⊥ vn⊥ dvng(vn⊥,vn) J20 (k⊥vn⊥ωc,a )
×
∫ [
hˆ(
−→
k , ω′) δ(ω′ − kvn)]TFω−ω′ (e−i−→k .−→∆(−→r0n, t)) dω′
×
∫ [
hˆ∗(
−→
k , ω′′) δ(ω′′ − kvn)]TF ∗ω−ω′′ (ei−→k .−→∆(−→r0n, t)) dω′′〉.
L'intégration sur vn est nulle si ω′ 6= ω′′. Donc les deux produits de convolution
fusionnent en un seul pour donner l'expression suivante.
An,n = T 〈
∫
dvn⊥ vn⊥ dvn,g(vn⊥,vn,) J20 (k⊥vn⊥ωc,a )
×
[
| hˆ(−→k , ω) |2 δ(ω − kvn)]⊗ω ∣∣∣TFω (e−i−→k .−→∆(−→r0n, t))∣∣∣2 〉,
où T , comme à la section précédente, représente le temps ﬁni de la mesure.
Dans un plasma à l'équilibre, ces termes sont les seuls non-nuls car les termes
croisés disparaissent en raison de l'uniformité spatiale de la distribution des po-
sitions initiales, −→r0 . Par ailleurs, le déplacement turbulent −→∆ est nul partout et
la transformée de Fourier qui convolue le spectre microscopique est un Dirac de
ω. Nous retrouvons bien l'expression obtenue à la partie sur la diﬀusion cohérente.
Nous discuterons de ce que deviennent les termes diagonaux dans le cas d'un plasma
turbulent après avoir calculé les termes croisés.
Lorsque n 6= n′, il faut eﬀectuer les moyennes séparément sur les variables de la
particule n et sur les variables de la particule n′.
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An,n′ = 〈
∫
dvn⊥ vn⊥ dvng(vn⊥,vn) J0(k⊥vn⊥
ωc,a
)
×
[
hˆ(
−→
k , ω) δ(ω − kvn)]⊗ω TFω (e−i−→k .−→∆(−→r0n, t) e−i−→k .−→r0n)
×
∫
dvn′⊥ vn′⊥ dvn′g(vn′⊥,vn′) J0(k⊥vn′⊥
ωc,a
)
×
[
hˆ∗(
−→
k , ω) δ(ω − kvn′)]⊗ω TF ∗ω (ei−→k .−→∆(−→r0n′ , t) ei−→k .−→r0n′)〉.
Les intégrales sur −→v n et −→v n′ donneront le même résultat quel que soit le couple
(n,n′). Les termes intégrés peuvent donc être mis en facteur de la double somme.
Par ailleurs nous introduisons le vecteur −→r vn = −→r0+−→∆(−→r0n), t, qui donne la position
au temps t du voisinage de la particule test n, située initialement en −→r0 . La double
somme sur n et n′ s'écrit alors∑
n
∑
n′ 6=n
An,n′ = 〈
∫
dv⊥ v⊥ dvg(v⊥,v) J0(k⊥v⊥
ωc,a
)
×
[
hˆ(
−→
k , ω) δ(ω − kv)]⊗ω ∑
n
TFω
(
e−i
−→
k .−→r vn
)
×
∫
dv′⊥ v
′
⊥ dv
′g(v′⊥,v′) J0(k⊥v
′
⊥
ωc,a
)
×
[
hˆ∗(
−→
k , ω) δ(ω − kv′)
]
⊗ω
∑
n
TF ∗ω
(
ei
−→
k .−→r vn′ (t)
)
〉.
Le vecteur −→r vn étant commun à un voisinage, il est légitime de transformer
la somme discrète en somme continue, en faisant intervenir la densité en particule
d'espèce a, na(−→r , t)
∑
n
∑
n′ 6=n
An,n′ = 〈
∫
dv⊥ v⊥ dvg(v⊥,v) J0(k⊥v⊥
ωc,a
)
×
[
hˆ(
−→
k , ω) δ(ω − kv)]⊗ω TFω (∫ n(−→r , t) e−i−→k .−→r vn d3−→r )
×
∫
dv′⊥ v
′
⊥ dv
′g(v′⊥,v′) J0(k⊥v
′
⊥
ωc,a
)
×
[
hˆ∗(
−→
k , ω) δ(ω − kv′)
]
⊗ω TF ∗ω
(∫
n(−→r , t) ei
−→
k .−→r vn′ (t) d3−→r
)
〉.
soit
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∑
n
∑
n′ 6=n
An,n′ = 〈
∣∣∣∣∫ dv⊥ v⊥ dvg(v⊥,v) J0(k⊥v⊥ωc,a )
[
hˆ(
−→
k , ω) δ(ω − kv)]⊗ω n˜(−→k , ω)∣∣∣2〉
(3.22)
Nous avons donc montré que la densité spectrale était composée de deux types
de termes.
〈| N˜e,a(−→k , ω) |2〉 =
∑
n
An,n +
∑
n
∑
n′ 6=n
An,n′ . (3.23)
Les termes diagonaux sont des termes d'intensité faible, car ils ne font pas inter-
venir le facteur de forme de la turbulence. Ils sont négligeables quand on regarde des
échelles très grandes devant λD. Aux échelles de l'ordre de la longueur de Debye, où
le facteur de forme de la turbulence est nul, ce sont ces termes qui sont responsables
de la diﬀusion cohérente.
Les termes croisés sont les termes prépondérants aux grandes échelles, car ils
font intervenir le facteur de forme de la turbulence. Ce sont eux qui décrivent la
diﬀusion collective. L'équation 3.22 montre que la transformée de Fourier temporelle
des ﬂuctuations turbulentes observées avec un vecteur d'onde −→k est convolué avec
le spectre microscopique. D'après ce que nous avons établi à la section II, nous
en concluons que cette convolution temporelle induit un élargissement de l'ordre
de kcs, cs étant la vitesse acoustique ionique. L'équation 3.22 fait en revanche
apparaître un produit des transformées de Fourier spatiales.
IV.4 Conséquences sur les mesures de diﬀusion collective dans un plasma
magnétisé
L'expression complète des ﬂuctuations de densité établie, nous allons maintenant
pouvoir évaluer l'eﬀet des ﬂuctuations microscopiques sur le signal de diﬀusion col-
lective, c'est-à-dire du signal obtenu quand on observe les grandes échelles. Nous
examinerons l'eﬀet du produit sur les variables d'espace puis celui de la convolution
sur les variables temporelles.
Le produit de la transformée de Fourier spatiale des ﬂuctuations turbulentes par la
transformée de Fourier spatiale des ﬂuctuations microscopiques n'induit pas d'eﬀet
sensible car le spectre spatial microscopique est bien plus large que le spectre spatial
turbulent.
L'eﬀet de la convolution temporelle nécessite un examen plus poussé. La turbu-
lence dans un plasma magnétisé est bidimensionnelle. Le vecteur d'onde d'observa-
tion utilisé est donc toujours orthogonal au champ magnétique. Cependant, comme
nous l'avons vu au chapitre 2, il existe une indétermination sur k à cause de la taille
ﬁnie du faisceau, qui vaut ∆k = 2/w, w étant la taille du pincement du laser dans la
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zone de mesure. A priori, le diagnostic de diﬀusion collective somme donc les contri-
butions de tous les vecteurs d'onde dont la coordonnée k a un module inférieur à
∆k. Mais la turbulence dans un plasma magnétisée est bi-dimentionnelle, la trans-
formée de Fourier spatiale des ﬂuctuations turbulente est donc proche d'un dirac en
k. Comme il n'y a pas de convolution sur les variables d'espace entre les transfor-
mées de Fourier microscopique et macroscopique, le caractère bi-dimensionnel de la
turbulence annule les contributions des k non nuls, à une largeur près qu'il reste à
évaluer.
Dans un plasma inﬁni et avec un champ magnétique uniforme, la transformée de
Fourier spatiale des ﬂuctuations turbulentes serait rigoureusement bi-dimensionnelle
et l'eﬀet de la convolution temporelle serait nul. Mais les lignes de champ magnétique
dans un tore sont courbées et la machine se referme sur elle-même. Il apparaît donc
une structure parallèle à une échelle de l'ordre de la taille de la machine. Sur un tore,
le spectre spatial de la turbulence aura une largeur en k de l'ordre de 1/R, R étant
le grand rayon du tore. Nous nous attendons par conséquent à un élargissement (en
pulsation) du spectre temporel de l'ordre de cs/R. Il faudra vériﬁer a posteriori que
les spectres temporels obtenus par diﬀusion collective sont bien plus larges que cs/R,
pour pouvoir les identiﬁer aux spectres des ﬂuctuations de densité turbulente.
IV.5 Conséquence sur les mesures de diﬀusion cohérente
Si les ﬂuctuations microscopiques ont une inﬂuence sur le signal de diﬀusion col-
lective, réciproquement, les ﬂuctuations turbulentes sont susceptibles d'inﬂuer sur
le signal de diﬀusion cohérente, c'est-à-dire le signal obtenu quand on observe des
échelles de l'ordre de la longueur de Debye. A ces échelles, les termes croisés dans
l'équation 3.23 sont nuls, car le spectre spatial de la turbulence est beaucoup plus
étroit que le spectre spatial des ﬂuctuations microscopiques. Cependant le déplace-
ment turbulent intervient également dans l'expression des termes diagonaux (Eq.
IV.3). Nous nous attendons à un élargissement du spectre temporel dû au mou-
vement turbulent de l'ordre de k⊥∆vt, ∆vt étant la largeur de la distribution des
vitesses turbulentes dans la zone de mesure. La largeur du spectre temporel des ﬂuc-
tuations microscopiques est lui de l'ordre de kcs. L'eﬀet est en général négligeable,
car les vitesses turbulentes sont en général petites devant la vitesse acoustique io-
nique. C'est le cas du moins dans les tokamaks 5.
5. Pour un plasma d'hydrogène à 1KeV , cs = 5.105m/s. Les vitesse poloïdales observées sont
de l'ordre de 103m/s
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4. DISPOSITIF EXPÉRIMENTAL ET PLASMA DE TORIX
I ToriX
I.1 La machine
Toutes les expériences réalisées dans le cadre de ce travail de thèse l'ont été
sur la machine ToriX du LPTP (Fig. 4.1). ToriX est, comme le suggère son nom,
une machine torique, constituée d'une enceinte à vide en aluminium de grand rayon
R = 0,6m, de petit rayon a = 0,1m et d'un système de bobines pour générer le
champ magnétique.
L'enceinte à vide est pompée par un groupe primaire et secondaire qui fait des-
cendre la pression, lorsque l'enceinte est fermée, jusqu'à 10−6 torr soit environ 1,3.10−4
Pa. Pour fonctionner, l'enceinte est alimentée en argon par une microfuite réglable.
La pression de neutres typiquement utilisée est de 7.10−4 torr soit environ 10−1 Pa.
On peut donc évaluer à 0,13 % le taux d'impuretés présentes dans l'enceinte, essen-
tiellement de l'oxygène et de l'azote. La pression est mesurée en absence de champ
magnétique par une jauge à ionisation. Elle est vériﬁée régulièrement au cours des
expériences pour s'assurer qu'elle est bien stable.
Le champ magnétique toroïdal, noté BT , est produit par douze bobines en cuivre
activement refroidies à l'eau, chacune composée de 6 galettes de 12 spires. L'inten-
sité du champ peut atteindre 0,36T . ToriX n'est pas équipé pour créer un champ
magétique poloïdal, que ce soit par la génération d'un courant toroïdal, comme dans
les tokamaks, ou par un système de bobines extérieur comme dans les stellérators
ou les torsatrons. Cependant deux bobines supplémentaires permettent de créer un
champ magnétique vertical, noté BV , allant jusqu'à 2,2mT . Ce champ vertical per-
met, comme nous le verrons par la suite, de stabiliser le plasma.
Le plasma peut être créé de deux manières. Celle utilisée le plus souvent consiste
à créer un plasma de décharge à l'aide d'un ﬁlament de tungstène chauﬀé à blanc et
porté à un potentiel négatif par rapport à la terre. Dans nos expériences, ce potentiel
était de −80V et le courant circulant dans le ﬁlament pour le chauﬀer était réglé de
façon à obtenir une valeur donnée du courant de décharge, typiquement 0,5A. Notre
ﬁlament est monté de façon à former un cercle dans le plan orthogonal au champ
magnétique. Son centre est placé au niveau du plan équatorial du tore.
Il est également possible de créer le plasma grâce à un klystron dont la fréquence
est de 10 GHz, proche de la résonnance hybride haute du plasma d'argon pour une
valeur de champ magnétique accessible. Cette méthode interdit de faire varier le
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Fig. 4.1  ToriX vu de haut.
1. grand hublot 2. sonde de Langmuir (sur un axe mobile horizontal)
3. sonde de Langmuir (sur un axe mobile vertical)
4. grappe de sondes
5. ﬁlament circulaire de tungstène
6. guide d'onde hyperfréquence
7. hublots : par le hublot central passe le faisceau laser du diagnostic de diﬀusion
collective
8. bobines générant le champ magnétique toroïdal
9. bobines générant le champ magnétique vertical
10. chambre à plasma
11. axe secondaire du tore.
Image issue de la thèse de B. Tomchuk [5].
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champ magnétique, car notre générateur de micro-ondes n'est pas accordable en
fréquence.
I.2 Ses diagnostics
Quelques diagnostics sont présents sur la machine, outre le diagnostic DFL3 de
diﬀusion collective qui sera présenté à part. Tout d'abord il y a deux sondes de
Langmuir cylindriques mobiles, une horizontalement, l'autre verticalement. Cette
dernière, en mobdylène, est ﬁxée à un déplacement motorisé, ce qui permet de
quantiﬁer sa position. Elle a les dimensions suivantes: longueur 7,25mm et dia-
mètre 0,22mm. La première a les dimensions suivantes: longueur 15mm, diamètre
0,5mm; c'est un simple cable coaxial dont on a dénudé l'âme à l'extrémité. Il y a
encore une batterie de n sondes implantées tout autour de l'enceinte dans une petite
section du tore. Dans tous les cas, vu les paramètres typiques du plasma de ToriX,
il est légitime, d'après la théorie des sondes [51] d'exploiter les caractéristiques de
sonde obtenues pour déterminer le potentiel plasma, la densité et la température
électronique moyens.
II DFL3
Le diagnostic de diﬀusion collective DFL3 (troisième version du densimètre de
Fourier par laser) a été conçu de façon compacte comme ses deux prédécesseurs.
Toute l'électronique de détection est la même que pour le banc DFL2 et se trouve
décrite de façon exhaustive dans la thèse de B. Tomchuk [5]. Le principe du circuit
de détection est donné au chapitre 2. La partie optique a été complètement revue.
D'une part parce que le laser, défectueux, a été changé pour un autre présentant
une bonne stabilité et une plus grande puissance, mais aussi une taille de faisceau
en sortie diﬀérente. D'autre part parce que des améliorations ont été apportées pour
augmenter l'intervalle de vecteurs d'onde accessibles. Seuls les télescopes, le détecteur
et la lentille avant ce dernier, ainsi que la grande lentille avant les télescopes ont été
conservés. Ce banc a été conçu en suivant la démarche adoptée pour construire
ALTAIR, le diagnostic de diﬀusion collective du LPTP qui a été monté pendant
plusieurs années sur le tokamak Tore Supra au CEA-Cadarache [52, 26].
II.1 Rappel sur les faisceaux gaussiens
Le banc optique comprend un certain nombre de lentilles permettant de refocaliser
le faisceau laser à des endroits bien précis. Le concevoir nécessite des notions élé-
mentaires d'optique gaussienne, le faisceau laser étant un faisceau gaussien d'ordre
(0,0). La longueur d'onde du laser est par ailleurs λ.
Un faisceau gaussien d'ordre (0,0) est caractérisé par un axe de propagation, par la
taille de son pincement, w0, et par la position de ce dernier sur cet axe. A la position
du pincement, les surfaces d'onde sont planes. On appelle rayon d'un faisceau la
distance à l'axe où l'intensité lumineuse est égale à e−1 fois l'intensité sur l'axe. On
note w(z), le rayon d'un faisceau se propageant selon l'axe z et dont le pincement
est en z = 0.
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w(z) = w0 (1 + (
λz
piw20
)2)1/2 (4.1)
Cette expression fait apparaitre une longueur caractéristique, e0 appelée longueur
d'éclatement:
e0 =
piw20
λ
(4.2)
A une distance z du pincement très inférieure à e0, l'onde peut être considérée comme
plane. Dans le cas contraire, l'onde peut être considérée comme sphérique. A grande
distance, la forme du faisceau tend vers celle d'un cône, dont l'axe est la direction
principale de propagation et l'angle de divergence par rapport à l'axe (le demi-angle
au sommet), α, est tel que
tan(α) =
λ
piw0
(4.3)
Le faisceau diverge d'autant plus que la longueur d'onde est grande et que le pince-
ment est petit.
Si on place une lentille de focale f à une distance d en aval du pincement d'un
faisceau gaussien de taille w0, on obtient un pincement image de taille w′0 à une
distance d′ de la lentille. Les relations entre w′0 et d′ d'une part et w0 et d d'autre
part sont les suivantes :
d′ − f = (d− f) f2
(d−f)2+e20
w′20 = w
2
0
f2
(d−f)2+e20
(4.4)
II.2 Principe technique
Le principe du banc a déjà été évoqué au chapitre 2. Détaillons ici l'aspect tech-
nique des choses (Fig. 4.2, 4.3 et 4.4).
Le schéma de principe est présenté sur la ﬁgure 4.2. Après le laser, de longueur
d'onde λ = 10,6µm, une lentille permet de faire converger le faisceau au niveau
du réseau acousto-optique (R.A.O.) créé dans un cristal. On doit en eﬀet avoir un
onde plane à ce niveau pour permettre un couplage bien déﬁni entre l'onde primaire
et l'onde acoustique présente dans le cristal. Le vecteur d'onde de l'onde primaire
vériﬁe une relation d'addition avec le vecteur d'onde de l'onde acoustique 1 qui assure
une interaction résonnante en créant l'onde électromagnétique d'ordre 1 du réseau 2.
Cette relation n'est vériﬁée que pour une orientation bien précise du cristal. Après
1. La relation d'addition assure la conservation de l'énergie et de l'impulsion lors de la collision
photon-phonon.
2. Si le réseau acousto-optique ne se situe pas au niveau d'un pincement, plusieurs relations
d'addition peuvent être vériﬁées simultanément et on peut obtenir plusieurs ordres du réseau.
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périscope mobile 
        laser 
 lentille f=1 m 
  lentille
     détecteur 
chambre à 
plasma 
télescopes 
faisceau OL faisceau primaire 
réseau acousto-
optique 
zone de mesure : 
les deux faisceaux 
se croisent avec 
un angle θ 
1 m 
l γ
Fig. 4.2  Implémentation du diagnostic DFL3 sur ToriX
le réseau, le faisceau primaire (l'ordre 0) se sépare de l'oscillateur local (OL, l'ordre
1). La fréquence de ce dernier est la somme de celle du primaire et de celle de l'onde
acoustique, fac. Sur le banc DFL3, fac = 40MHz.
Les deux faisceaux vont suivre un chemin optique aussi symétrique que pos-
sible de façon à ce que la diﬀérence de marche introduite soit bien inférieure à la
longueur de corrélation de la lumière laser (Fig. 4.3). Tandis que l'OL évolue à hau-
teur constante, le primaire passe dans un périscope de hauteur réglable. Les deux
faisceaux se rejoignent au niveau d'un miroir elliptique qui renvoie l'OL dans une
direction parallèle au primaire, ce dernier étant alors au-dessus de l'OL à une dis-
tance l déterminée par le périscope. L'OL passe ensuite au centre d'une lentille L3
de focale f = 1m, le primaire et l'OL convergent au foyer de la lentille avec un
angle γ = l/f (Fig. 4.2). Au niveau du miroir elliptique se trouve un pincement
de taille w2 qui va imposer une borne inférieure à l, les deux faisceaux ne pouvant
naturellement pas se recouvrir à cet endroit.
Le pincement image de ce dernier par la lentille L3 est un objet virtuel pour la
première lentille d'un télescope. Celui-ci permet de diviser par 10 l'angle entre les
deux faisceaux et de multiplier la taille par un même facteur. Le pincement objet,
w4 se trouve dans le tore (Fig. 4.5). Les faisceaux se croisent sur une longue distance
(supérieure à la taille de la machine) avec un angle θ = γ/10. La correspondance
entre l'angle de diﬀusion et la distance entre les deux faisceaux avant la lentille L3
s'écrit θ[mrad] = l [cm]/1m. Les deux faisceaux repassent ensuite dans un autre
télescope en position réciproque du premier. Celui-ci va cette fois multiplier les
angles par 10 et diviser la taille d'autant. Cette transformation permet de séparer
l'OL, auquel se superpose la lumière diﬀusée avec un angle θ, du faisceau primaire.
L'OL et la lumière diﬀusée sont ensuite dirigés et focalisés sur un détecteur optique,
une photodiode en HgCdTi, refroidie dans un Deward à la température de l'azote
liquide.
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Fig. 4.3  DFL3 : implantation optique. Les distances focales des lentilles L1, L′2, L2 et
L3 sont les suivantes : f1 = 635mm, f ′2 = −160mm, f2 = 254mm et f3 =
1000mm. Les télescopes et le plasma se trouvent sur la droite. Le déplacement
du périscope motorisé s'eﬀectue dans la direction verticale, perpendiculaire au
plan de la table.
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II.3 Conception du banc
Nous cherchons à observer des ﬂuctuations impliquant les propriétés macrosco-
piques du plasma. Il faut donc que le système de diﬀusion soit adapté pour observer
des longueurs d'onde (de diﬀusion) comprises entre une valeur de l'ordre du rayon
de Larmor ionique et une autre de l'ordre du petit rayon du plasma. Les longueurs
d'onde les plus diﬃciles à atteindre sont les plus grandes car elles nécessitent de
très petits angles. Ces petits angles requièrent à leur tour un grand diamètre des
faisceaux, comme nous le verrons plus bas.
C'est la taille des hublots de l'enceinte à vide qui va limiter la taille de pincement
dans le plasma. On estime que le diamètre des hublots doit être supérieur à quatre
fois la taille du pincement dans l'enceinte. On dit parfois qu'il suﬃt d'un facteur 3,6,
mais cet endroit étant jugé sensible, nous avons pris un peu plus de marge. Cette
contrainte sur la taille dans l'enceinte va déterminer l'angle de divergence propre des
faisceaux émergeant de l'enceinte. Cela ﬁxe une limite inférieure à l'angle θ : il ne
peut être inférieur à l'angle de divergence propre des faisceaux (Eq. 4.3 ci-dessus)
pour que ces derniers puissent être séparés à l'inﬁni.
Le diamètre des hublots est de 45mm. Cela impose une taille w4 = 11mm à
l'intérieur de l'enceinte et un angle minimum θmin = 1,2mrad, puisque la longueur
d'onde du laser est 10,6µm (Eq. 4.3).
Comme il est impossible de séparer des faisceaux de taille w4 se croisant avec
un angle plus petit que 1,2mrad, il est inutile de rapprocher les deux faisceaux au
niveau du miroir elliptique à moins de 1,2 cm. On détermine ainsi la taille du faisceau
à cet endroit et on trouve 3mm. En remontant le trajet de la lumière, on trouve
encore deux contraintes : la taille w1 dans le réseau acousto-optique, limitée par sa
fenêtre d'entrée et la taille du laser, w0. La première, w1 est ainsi ﬁxée à 1,5mm.
Nous avons mesuré la seconde : w0 = 1,1mm. Tout cela pris en compte, il faut
déﬁnir les lentilles qui conviennent pour obtenir les pincements de la taille souhaitée
au bon endroit. Le calcul des lentilles se fait en utilisant les formules de conjugaison
des faisceaux gaussiens (Eq. 4.4). Les trajets optiques sont en outre limités par les
dimensions du marbre du banc optique, qui mesure seulement 62 × 80 cm.
Pour observer les ﬂuctuations du plasma, dont tous les modes spatiaux sont or-
thogonaux au champ magnétique, nous avons choisi d'orienter le vecteur d'onde −→k
selon l'axe y (Fig. 4.5). Dans toute la suite de l'exposé, on notera simplement k cette
seule coordonnée non nulle du vecteur −→k .
II.4 Etalonnage du banc
La distance entre l'axe optique de la lentille L3 et le faisceau primaire est ﬁxée
par la position du miroir du périscope mobile (Fig. 4.2). Cette distance est connue
de façon relative grâce à l'indication de position du moteur pas-à-pas permettant de
mouvoir ce miroir. La relation entre cette dernière et le vecteur d'onde −→k eﬀective-
ment sondé n'est donc pas immédiate. Il est diﬃcile d'estimer la distance entre les
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Fig. 4.4  Implantation de DFL3 sur le tore.
 
 
k
ki
ks
chambre à plasma
pincement, w4
θ
volume de 
mesure 
BT 
BV = 1.8 mT
faisceau primaire
faisceau O.L.
axe principal 
du tore 
z 
 
 x     y 
Fig. 4.5  Petite section du tore avec visualisation des faisceaux, OL (en pointillés) et pri-
maire (ligne continue). L'axe de la sonde, situé dans une autre section toroïdale
est indiqué également.
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Fig. 4.6  Etalonnage du banc en nombre d'onde. En abscisse, la position (en mm) du
miroir en amont de la lentille L3 repérée par le moteur pas à pas. En ordonnée,
le vecteur de l'onde sonore qui donne le signal de diﬀusion maximum pour cette
position.
faisceaux OL et primaire en amont de la lentille L3, vu la taille des faisceaux à cet
endroit. Cette diﬃculté se reporte sur la détermination de l'angle de diﬀusion et du
vecteur d'onde sondé. Nous avons donc choisi d'étalonner le banc en regardant la
lumière diﬀusée par une onde sonore de fréquence connue.
L'air est un milieu très peu dispersif pour les ondes sonores. La vitesse du son
est constante sur une très grande gamme de fréquences. Elle est déterminée par la
température [53]. Une fois celle-ci mesurée, la vitesse du son dans le laboratoire peut-
être calculée précisément. Pour générer une onde sonore dans l'air, nous utilisons un
cristal piézo-électrique large bande plan, alimenté par un GBF et un ampli. Cette
onde sonore est envoyée à la perpendiculaire du faisceau laser dans le volume de
mesure. Le pincement du laser à cet endroit est plus petit que le rayon du cristal.
Pour une fréquence d'excitation ωs donnée, un seul vecteur d'onde, ks, est présent.
La transformée de Fourier spatiale et temporelle des ﬂuctuations de densité induites
par l'onde sonore s'obtient facilement.
δn(−→r , t) = δn0 cos(−→k s.−→r − ωst)
δn˜(
−→
k , t) = δn0 (δ(k − ks) + δ(k + ks)) e−i
k
ks
ωst)
δn˜(
−→
k , ω) = δn0 (δ(k − ks) + δ(k + ks)) δ(ω − kksωs)
(4.5)
Pour une fréquence donnée (donc pour un vecteur d'onde connu), nous observons
le signal diﬀusé et nous translatons le périscope, situé en amont de la lentille L3,
jusqu'à maximiser le pic visible sur l'analyseur de spectre à la fréquence de l'onde
sonore. On peut remarquer grâce au calcul précédent que ce pic n'est présent que d'un
seul côté du spectre temporel : la fréquence de ce pic est positive si le vecteur d'onde
sondé est parallèle au vecteur de l'onde sonore, négative s'il lui est antiparallèle.
En changeant la fréquence de l'onde sonore, nous obtenons une position diﬀé-
rente du miroir mobile maximisant le pic visible sur l'analyseur de spectre. De cette
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manière, nous obtenons la ﬁgure 4.6 et nous trouvons la relation suivante entre
l'indication du moteur pas à pas, notée trans et le nombre d'onde sondé :
k[m−1] = 757(±37) + (60,4± 2,7) trans[mm]. (4.6)
On vériﬁe que l'angle varie bien comme prévu. Puisque θ = k/ko (ko étant le
nombre d'onde de la lumière laser), on trouve à partir de la relation précédente
θ[rad] = 1,28.10−3(±6.10−5) + (1,02.10−4 ± 4.10−6) trans[mm], (4.7)
ce qui est bien compatible avec ce qui était prévu au paragraphe II.2.
II.5 Enregistrement du signal superhétérodyne
Les signaux en sortie des voies cos et sin sont acquis à une fréquence de 2MHz, par
séquence de 0,5s, sur un oscilloscope Lecroy 9314L. Pour chaque voie, on obtient donc
un million de points, chacun étant codé sur un octet 3. Ces données sont transférées
par interface GPIB sur un PC. Tous les enregistrements ou presque ont été faits avec
l'un des deux calibres suivants : 2mV et 5mV , selon l'amplitude du signal. Dans le
premier cas, on obtient une sensibilité en tension de 6,25.10−2mV ; dans le second,
une sensibilité de 1,5625.10−1mV . L'amplitude maximale du signal pour ces deux
calibres est respectivement de 16 et 40mV .
La procédure d'enregistrement est systématique. Pour une valeur de champ ma-
gnétique donnée, on eﬀectue des enregistrements pour plusieurs valeurs de k. A
chaque fois, le plasma est allumé en plaçant le ﬁlament de tungstène au potentiel
nominal de −80V puis en montant le champ magnétique jusqu'à la valeur choisie.
On procède alors à l'enregistrement du signal diﬀusé. Le potentiel du ﬁlament est
ensuite ramené à celui de la terre et le champ magnétique est éteint. Le plasma
disparaît. On procède alors immédiatement à l'enregistrement d'un blanc (signal
obtenu en l'absence de plasma). Cela permettra ultérieurement une soustraction du
bruit.
III Le plasma de ToriX : paramètres typiques et états stationnaires
Le plasma de ToriX dans le cadre de nos expériences est toujours un plasma d'ar-
gon. La densité électronique au centre est d'un peu moins de 1017m−3. Sachant que
la pression de neutres est de 0,1Pa, le taux d'ionisation des neutres est de l'ordre de
4.10−3 si les ions sont ionisés une seule fois. La température électronique est de 2 eV .
Nous ne disposons pas de diagnostic permettant de mesurer la température ionique.
Cependant, on peut l'estimer de la façon suivante. La durée de vie des ions (déﬁnie
par le temps moyen avant d'eﬀectuer une collision d'échange de charge) est beau-
coup plus courte que le temps d'équipartition d'énergie par collision électrons-ions :
la première est d'environ 1ms, la seconde de l'ordre de 30s. L'équilibre thermique
3. La numérisation entraîne un bruit numérique. Ce dernier est inférieur au bruit photonique,
qui reste le bruit dominant.
86
distances ρce d λD ρci a a
(m) 1,5.10−6 2.10−6 3.10−5 4.10−4 - 1.10−3 1.10−1
fréquences fce fpe fpi fci fcoll
(Hz) 8.109 3.109 1.107 1.105 2.104
Tab. 4.1  Longueurs et fréquences caractéristiques du plasma de ToriX, dans les condi-
tions habituelles d'utilisation.
a petit rayon du tore
des ions est principalement établi avec les neutres, à une température de l'ordre de
la température ambiante.
Nous présentons d'abord les échelles caractéristiques de longueur et de temps
typiques du plasma dans les conditions habituelles d'utilisation. Après avoir exposé
le protocole expérimental pour obtenir les proﬁls spatiaux, nous décrivons la façon
dont s'organise le plasma dans Torix, en absence puis en présence de champ vertical.
III.1 Echelles caractéristiques
La longueur de Debye est la longueur de corrélation des particules du plasma.
λ2D =
0 Te
e2 ne
λD ≈ 30µm
Elle est beaucoup plus grande que la distance interparticulaire d = n1/3 qui vaut
environ 2µm. Il y a environ 6000 particules dans la sphère de Debye.
Le rayon de Larmor électronique est du même ordre de grandeur que d. Pour
BT= 0,3 T, ρce ≈ 1,5µm.
Le rayon de Larmor ionique n'est pas connu, puisque nous ne connaissons pas
précisément la température ionique. Nous pouvons uniquement aﬃrmer qu'elle est
comprise entre la température ambiante (celle des neutres) et 0,1eV , compte tenu
de mesures faites dans des machines similaires ou d'autres faites par le passé dans
Torix avec des appareils dont la sensibilité, insuﬃsante pour résoudre la température
ionique de ce plasma, était de cet ordre de grandeur. Il est donc compris entre 0,4
et 1mm, sans doute plus proche de 0,4mm vu la remarque faite au paragraphe
précédent.
La fréquence plasma électronique correspond à l'inverse du temps de réponse du
plasma à une perturbation non neutre.
fpe =
1
2pi
√
0 n
e2me
≈ 3.109Hz.
La fréquence plasma ionique s'écrit de même
fpi =
1
2pi
√
0 n
e2mi
≈ 107Hz.
Les fréquences cyclotron ionique et électronique fci ≈ 100kHz (Argon), fce ≈
8GHz à 0,3 T.
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La fréquence de collision, fcoll, ions-neutres (échange de charge) est de l'ordre de
20kHz dans les conditions habituelles de plasma.
Les diﬀérentes échelles de longueurs et de temps caractéristiques sont réunies et
ordonnées dans le tableau 4.1.
III.2 Protocole d'acquisition des proﬁls spatiaux
Une sonde mobile a été utilisée pour établir des proﬁls verticaux de densité, de
température électronique et de potentiel du plasma. La sonde se déplace sur un axe
vertical passant par le centre de la section du tore sur un trajet semblable à la corde
du faisceau laser, c'est-à-dire à l'intérieur du volume de mesure. Durant ces mesures
l'axe de la partie collectrice de la sonde (c'est-à-dire du conducteur en contact avec
le plasma) était horizontal et orthogonal au champ magnétique. Les paramètres
réglables par l'expérimentateur ont été maintenus constants : pression de neutres
(à 10 % près), courant dans les bobines (et donc le champ magnétique toroïdal),
potentiel du ﬁlament par rapport à la terre, courant de décharge du ﬁlament. Nous
nous sommes assurés de la reproductibilité des mesures en enregistrant à nouveau
plusieurs fois les caractéristiques de sonde pour un certain nombre de positions, voire
en refaisant une seconde fois un proﬁl entier. Les caractéristiques courant-tension de
la sonde ont été réalisées avec un balayage en dent de scie de fréquence lente (1 KHz)
devant celles des ﬂuctuations du plasma et moyennées en cumulant 200 aller-retours.
De ces caractéristiques, on a extrait température électronique, densité et potentiel
plasma, selon la méthode indiquée dans la référence [54] pour chacune des positions
verticales sondées. Deux positions successives sont distantes de 5mm.
Des enregistrements issus du banc de diﬀusion ont été acquis dans les mêmes
conditions de plasma. Ces données peuvent apporter quelques informations sur les
caractéristiques macroscopiques du plasma. Deux types de proﬁls sont présentés ici.
Ceux obtenus en absence de champ magnétique vertical et ceux obtenus en présence
d'un champ magnétique vertical de 1,8mT. Dans les deux cas, les caractéristiques du
plasma sont les suivantes : Pneutre = 10−1 Pa, B = 0,28T , le potentiel du ﬁlament
par rapport à la terre est à sa valeur nominale, −80V ; le courant de décharge est
de 0,4A.
III.3 Plasma sans champ magnétique vertical
Les proﬁls spatiaux obtenus en absence de champ magnétique vertical sont repré-
sentés sur la ﬁgure 4.8 à gauche. En haut, on voit un spectre temporel d'un signal de
diﬀusion collective obtenu dans les mêmes conditions; au milieu, le proﬁl de potentiel
plasma et en bas, le proﬁl de densité.
On voit tout d'abord que le proﬁl de densité est décalé vers le bas par rapport
au plan équatorial du tore. Cela est dû au fait que les électrons dérivent sur le bas,
à cause de la courbure et du gradient du champ magnétique. On retrouve la même
caractéristique sur le proﬁl de température (non représenté ici). Sur le proﬁl de
potentiel, on remarque que le centre du plasma présente un potentiel négatif, tandis
que le bord est légèrement positif. Le potentiel négatif est dû aux électrons issus du
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Fig. 4.7  Caractéristiques de sonde pour un plasma sans champ magnétique vertical. BT =
0,28T . Chaque caractéristique correspond à deux hauteurs diﬀérentes; l'origine
des altitudes est située au niveau de l'axe équatorial. A gauche h = −0,5cm, à
droite h = −3cm.
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Fig. 4.8  Spectre de diﬀusion pour k=1300 m−1 (en haut), proﬁl de potentiel plasma et de
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de tore. A gauche, avec un champ magnétique strictement toroïdal, BT=0,28 T;
à droite, avec en plus une faible composante verticale, BV=1,8 mT.
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ﬁlament qui viennent s'ajouter aux électrons du plasma et sont responsables d'un
excès de charges négatives au centre.
Entre le centre négatif et le bord posi-
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Fig. 4.9  Proﬁl schématique du champ
électrique le long de la corde
verticale et de la vitesse de dé-
rive électrique ( ~E ∧ ~B). Le po-
tentiel est négatif au centre, po-
sitif au bord. La vitesse de dé-
rive est négative en haut et po-
sitive en bas.
tif, il y a une zone de transition où existe
un champ électrique radial. Ce dernier en-
traine une rotation du plasma par eﬀet de
dérive électrique. Pour parler de rotation,
il faut évidemment plus d'information que
n'en donne un simple proﬁl vertical. Un
proﬁl horizontal passant lui-aussi par l'axe
équatorial du tore a été réalisé : il conﬁrme
que le centre est bien plus négatif que le
bord. On en voit la signature sur les spectres
de diﬀusion collective enregistrés dans des
conditions similaires (Fig. 4.8, en haut à
gauche) : on observe deux bosses, l'une de
fréquence négative, l'autre de fréquence po-
sitive. Ces fréquences sont proportionelles
au vecteur d'onde d'observation. La pre-
mière correspond à une vitesse de déplace-
ment global du plasma négative (de l'inté-
rieur vers l'extérieur du tore, voir Fig. 4.9
ci-contre); la seconde à une vitesse positive . La vitesse de dérive électrique obtenue
à partir de la dérivée du potentiel plasma mesuré par la sonde est de −230m/s en
haut et de 350m/s en bas. Les spectres de diﬀusion correspondant donnent deux
vitesses : −150m/s et 300m/s. L'écart peut être expliqué par le fait que les vi-
tesses calculées à partir des mesures de sonde sont des moyennes non pondérées des
vitesses aux diﬀérentes positions sur une zone donnée, alors que les vitesses déter-
minées à partir des spectres de diﬀusion sont des moyennes pondérées par le taux
de ﬂuctuation en chaque point. Par ailleurs s'il semble que le décalage en fréquence
obervé soit essentiellement dû à la vitesse de dérive de champs croisés, il est possible
que d'autres mécanismes entrent en jeu, comme les ondes de dérive (voir plus loin).
Ici, avec un champ magnétique purement toroïdal, la vitesse diamagnétique électro-
nique est dans le même sens que la rotation du plasma. Une évaluation de sa valeur
compte-tenu du proﬁl de densité a été faite. Elle est du même ordre de grandeur que
la vitesse de champs croisés.
On peut remarquer que la zone du bas est moins turbulente que la zone du haut :
l'amplitude du signal diﬀusé correspondant à cette zone, vu l'identiﬁcation faite plus
haut avec les résultats de mesures de sonde, est en eﬀet beaucoup plus faible. Des
mesures de taux de ﬂuctuation sur une sonde le long du proﬁl vertical (l'axe de la
sonde étant cette fois placé parallèlement au champ magnétique) ont montré qu'il
pouvait y avoir jusqu'à un facteur quatre entre les taux (quadratiques) de ﬂuctuation
mesurés en haut et ceux mesurés en bas. Cet écart est inférieur à la diﬀérence
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Fig. 4.10  Caractéristiques de sonde pour un plasma avec champ magnétique vertical
(BV = 1,8 mT). BT = 0,28T . Chaque caractéristique correspond à deux hau-
teurs diﬀérentes; l'origine des altitudes est située au niveau de l'axe équatorial.
A gauche h = −0,5cm, à droite h = −3cm.
d'amplitude constatée entre les deux bosses du spectre de diﬀusion collective.
III.4 Plasma avec un champ magnétique vertical
Nous avons vu que le plasma obtenu en l'absence de champ vertical n'était pas
du tout homogène. Comme le signal diﬀusé par chacune des deux zones du plasma
(grossièrement, le "haut" et le "bas") s'enchevêtre sur les spectres (Fig. 4.8), il est
impossible d'exploiter ces données expérimentales en vue d'une analyse lagrangienne
du mouvement. Pour réaliser cette dernière, il est préférable d'observer un plasma
homogène à l'intérieur du volume de mesure ou au moins deux zones dont les signaux
se séparent nettement sur les spectres de diﬀusion collective.
Nous avons donc tenté d'obtenir un plasma plus homogène en ajoutant une compo-
sante verticale. En eﬀet l'addition d'un champ magnétique vertical de faible intensité
au champ toroïdal permet de mettre en contact, le long des lignes de force, les élec-
trons des parties haute et basse du plasma. Ce contact électrique est susceptible
d'annuler l'accumulation de charges électriques, responsable, nous l'avons vu, d'une
rotation du plasma (et qui masque totalement l'eﬀet de la dérive de courbure, qui
crée en principe un champ électrique vertical refoulant le plasma vers l'extérieur du
tore). On peut déjà constater, en comparant les caractéristiques de sonde obtenues
sans (Fig. 4.7) et avec (Fig. 4.10) champ magnétique vertical, que les ﬂuctuations du
courant de sonde sont moindres dans le second cas. Pour une analyse plus ﬁne, nous
avons représenté sur la ﬁgure 4.11 les spectres du signal de diﬀusion collective, ob-
tenus pour diﬀérentes valeurs du champ magnétique vertical BV ajouté à un champ
toroïdal BT = 0,34 T. Le spectre est d'abord large et dissymétrique (BV = 0 T);
sa largeur et sa fréquence centrale diminuent, il devient de plus en plus symétrique
quand l'intensité de BV augmente. La valeur du champ magnétique vertical utilisé
par la suite, BV = 1,8 mT, a été choisie parmi d'autres selon les critères suivants.
D'une part, le champ est suﬃsamment fort pour que les spectres soient centrés en
zéro, ce qui signiﬁe que toute rotation a disparu; de fait, les spectres présentent
alors une seule bosse symétrique. D'autre part, le champ est tel que la ﬂuctuation
du courant de saturation sur une caractéristique de sonde est minimal. Nous avons
en eﬀet constaté qu'au delà d'une certaine valeur de BV , les ﬂuctuations du courant
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de saturation se remettaient à croître. Il y a bien une valeur optimale de l'hélicité
garantissant le meilleur conﬁnement possible avec cette structure de champ magné-
tique, comme l'a rappelé récemment Müller [55]. En dessous de cette valeur, la dérive
de champ croisée est plus forte et le transport plus intense; au dessus, la dérive est
certes plus faible, mais le transport le long des lignes de champ magnétique, qui sont
alors ouvertes, devient dominant et les pertes deviennent fortes à l'endroit où ces
lignes rencontrent la paroi de la chambre à plasma.
Le choix de ﬁxer BV à 1,8 mT nous permet d'obtenir un plasma homogène.
Les caractéristiques de ce plasma sont présentées sur la Fig. 4.8. La densité est
uniforme sur toutes les positions accessibles à la sonde; le potentiel varie de moins
de deux volts sur cette longueur et ce de façon continue. La rotation précédemment
constatée semble s'être arrêtée. Ne reste qu'une faible dérive horizontale, à peine
sensible sur le spectre de diﬀusion. En traçant un proﬁl horizontal de densité et
de potentiel qui passe par l'axe équatorial du tore, nous avons pu constater que le
plasma était également homogène dans cette direction. L'hypothèse d'homogénéité
mentionnée dans le chapitre 2 est donc vériﬁée dans cette conﬁguration, qui a permis
d'obtenir des signaux de diﬀusion collective exploitables. Une nouvelle diﬃculté est
apparue alors du fait que les spectres sont centrés en zéro. Or les fréquences basses
sont rejetées par les ﬁltres qui ont été placés pour supprimer le bruit important
dans cette gamme. Pour obtenir des mesures exploitables, nous avons dû changer
les ﬁltres passe-bande 5KHz-2MHz pour des ﬁltres 1KHz-2MHz.
IV Quelques indices sur la nature des ﬂuctuations du plasma
Il est possible d'obtenir des informations importantes sur la nature des ﬂuctua-
tions si on connaît la relation locale et instantanée entre ﬂuctuations de densité, de
potentiel plasma et de température. Des systèmes de sondes multiples ont été conçus
dans diﬀérentes expériences, pour mesurer simultanément et au même point ces dif-
férents paramètres [56]. Nous avons utilisé une autre méthode. Le potentiel d'une
sonde unique est balayé périodiquement pour obtenir une série de caractéristiques
de sonde complètes. Le balayage est eﬀectué sur un temps court par rapport aux
temps de la turbulence et long par rapport à la réponse du plasma aux sollicitations
de la sonde. Nous avons donc procédé à l'enregistrement de caractéristiques de sonde
avec un balayage périodique rapide de façon à accéder à tout moment aux valeurs
de la densité, de la température et du potentiel plasma, ainsi qu'à leur variation en
fonction du temps.
Cette expérience, visant à connaître la nature des ﬂuctuations, n'est pas indif-
férente pour nos expériences de diﬀusion collective, car elle permet d'évaluer ex-
périmentalement la validité de l'hypothèse faite pour passer de l'équation 2.41 à
l'équation 2.42, à savoir l'absence de corrélation entre les ﬂuctuations de densité et
le déplacement. En eﬀet, la turbulence électrostatique entraîne une vitesse de dérive
de champ croisé ﬂuctuante. Donc s'il y a corrélation entre les ﬂuctuations de densité
et le potentiel, cela entraîne nécessairement une corrélation entre le déplacement et
les ﬂuctuations de densité associées aux ondes électrostatiques.
Or il existe une famille d'instabilités dans les machines toriques qui couplent den-
sité et potentiel, ce sont les ondes de dérive [57]. Selon la théorie, elles apparaissent
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 Bv = 0 mT Bv = 0,12 mT 
Bv = 0,02 mT Bv = 0,18 mT 
Bv = 0,04 mT Bv = 0,22 mT 
Fig. 4.11  Ces spectres du signal de diﬀusion collective, obtenus avec un même vecteur
d'onde et un champ magnétique toroïdal BT = 0,34 T, montrent l'eﬀet du
champ magnétique vertical. On observe que même une très faible composante
verticale modiﬁe considérablement l'allure du spectre.
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dans la zone de champ faible du tore (vers l'extérieur). En cette partie du plasma en
eﬀet, la courbure du champ magnétique est opposée au gradient de pression. Dans
ces conditions, on assiste à un processus proche de l'instabilité de Rayleigh-Bénard,
où la gravité est remplacée par la force centrifuge induite par la courbure du champ
magnétique. Ces ondes couplent densité et déplacement et font osciller densité et
potentiel en phase. Leur vitesse de phase est la vitesse diamagnétique : ρs cs/a, où ρs
est le rayon de Larmor eﬀectif (faisant intervenir la température des électrons et la
masse des ions). Elles ont été observées par K. Rypdal dans une machine semblable
à ToriX [58]. Il est intéressant de les rechercher dans la conﬁguration de champ
magnétique purement toroïdale et d'observer l'eﬀet du champ vertical.
IV.1 Acquisition et traitement des caractéristiques
La sonde Langmuir mobile est plongée dans le plasma. Sa partie collectrice est
orientée verticalement. La sonde peut être déplacée selon un axe situé dans le plan
équatorial du tore et orthogonal au champ magnétique. De cette façon, il est possible
d'observer séparément les ﬂuctuations vers l'intérieur ou vers l'extérieur du tore ou
encore dans la partie centrale de la petite section du plasma.
Les caractéristiques courant-tension sont explorées avec une rampe de tension tri-
angulaire d'amplitude crête à crête de 22 V et de fréquence 50 kHz. Cette dernière
est la fréquence maximale utilisable avec notre système de mesure (cables coaxiaux
compris) pour limiter l'eﬀet d'hystérésis à une simple translation en intensité de la
caractéristique de sonde, sans perte de la linéarité. Un enregistrement de la carac-
téristique obtenue en remplaçant le plasma par une résistance suﬃt pour évaluer
simplement cet eﬀet et le corriger. Nous avons vériﬁé par ailleurs, en observant le
spectre temporel des ﬂuctuations du courant de saturation électronique grâce à un
analyseur de spectre, qu'une caractéristique était tracée en un temps suﬃsamment
court (10µs) par rapport au temps caractéristique des ﬂuctuations.
Nous avons acquis ensuite pendant 20ms le signal de rampe (le potentiel de la
sonde) et le courant (mesuré par le potentiel de la résistance du convertisseur cou-
rant tension) sur 106 points. Pour traiter ce signal, une procédure automatique était
nécessaire. Le programme de traitement de données devait tout d'abord repérer les
points limite (début et ﬁn) de chaque caractéristique en cherchant des zéros de la
dérivée de la rampe de tension. Ensuite, pour chaque caractéristique, le point d'in-
ﬂexion correspondant au début de la saturation du courant doit être recherché. Il
correspond à un maximum de la dérivée. Pour faciliter cette recherche, la caractéris-
tique est ajustée sur un polynôme de degré 20, ce qui permet d'obtenir une fonction
lissée. Lors de la recherche de l'extremum de la dérivée de cet ajustement, les point
extêmes de la caractéristique sont exclus. Une fois l'abscisse du point d'inﬂexion
connu, la température électronique est évaluée en l'identiﬁant au rapport de la va-
leur de l'ajustement polynômial au point d'inﬂexion à la valeur de sa dérivée au
même point. On réalise encore un ajustement linéaire sur les points dont le potentiel
est supérieur à celui du point d'inﬂexion, augmenté d'une petite marge. On calcule
les coordonnées du point d'intersection de cet ajustement linéaire avec la tangente
de l'ajustement polynômial au point d'inﬂexion. L'abscisse de ce point est identiﬁée
au potentiel plasma, son ordonnée au courant de saturation électronique. A partir
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Fig. 4.12  Fluctuations de densité en fonction des ﬂuctuations de potentiel plasma en
absence de champ magnétique vertical. A gauche, vers l'extérieur du tore; à
droite vers l'intérieur. Le coeﬃcient de coorélation entre les deux variables est
de 0,89 dans le premier cas et de 0,43 dans le second. Les deux graphes sont
à la même échelle. Ils donnent une idée de la diﬀérence du taux de ﬂuctuation
entre l'intérieur et l'extérieur.
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Fig. 4.13  Fluctuations de densité en fonction des ﬂuctuations de température électronique
en absence de champ magnétique vertical, à gauche côté champ faible, à droite
côté champ fort. Fluctuations de densité et de température sont fortement cor-
rélées côté champ faible, moins côté champ fort. Le coeﬃcient de corrélation
est positif.
de la température et du courant de saturation électronique, nous calculons la densité
électronique pendant cette période.
Quelques caractéristiques se prêtent mal à ce traitement. Elles sont facilement
reconnaissables car le potentiel correspond alors à la valeur maximale de la rampe,
ou bien la densité n'a pu être calculée parce que la température trouvée est néga-
tive. Suivant les cas, leur nombre varie d'une dizaine à une cinquantaine sur mille
caractéristiques dépouillées. Ces points n'ont pas été pris en compte dans les cal-
culs ultérieurs. Pour les autres, nous avons pu vériﬁer que les valeurs de courant de
saturation obtenues correspondaient bien à ce que nous pouvions observer sur les
signaux bruts, de même pour les valeurs de potentiel plasma.
IV.2 Analyse des ﬂuctuations
Chaque caractéristique donne une valeur de la densité, de la température et du
potentiel plasma. Nous avons simplement étudié les corrélations entre les ﬂuctuations
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de densité et les ﬂuctuations de potentiel au même temps.
Nous avons tracé les ﬂuctuations de densité en fonction des ﬂuctuations de po-
tentiel en absence de champ magnétique vertical sur la ﬁgure 4.12. Le nuage de
points à gauche correspond aux ﬂuctuations observées vers l'extérieur du tore, du
côté des champs faibles. Celui de droite correspond aux ﬂuctuations observées vers
l'intérieur du tore, du côté des champs forts. On observe tout d'abord une diﬀérence
notable du taux de ﬂuctuation, bien plus grand du côté des champs faibles. En outre
la nature des ﬂuctuations est diﬀérente de part et d'autre de la petite section. Du
côté des champs forts, là où le taux de ﬂuctuation est le plus petit, le coeﬃcient de
corrélation entre les ﬂuctuations de densité et les ﬂuctuations de potentiel est faible :
0,43. Du côté des champs faibles, vers l'extérieur du tore, là où le taux de ﬂuctua-
tion est le plus grand, le coeﬃcient de corrélation entre densité et potentiel est plus
conséquent : 0,87. Ces observations ne sont pas incompatibles avec le développement
d'instabilités liées aux ondes de dérive du côté des champs faibles, sans que nous
puissions rien aﬃrmer à ce sujet.
D'autant plus que la corrélation entre les ﬂuctuations de température et de den-
sité côté champ faible (Fig. 4.13, à gauche) est très forte (coeﬃcient de corrélation
de 0,9) et positive. Cela montre que nous n'observons pas des ﬂuctuations à pres-
sion constante. Cela pourrait être dû au fait que la sonde est placée dans une zone
de gradient, à la fois de température et de densité et que le plasma oscille en bloc
selon l'axe du grand rayon. Dans ce cas, la pente de la droite de régression entre
les ﬂuctuations de densité et de potentiel normalisées à leur valeur serait le rapport
de la longueur de gradient de température sur la longueur de gradient de densité.
On observe que cette pente est proche de 1 : elle vaut environ 0,3. Cette corrélation
entre densité et température pourrait également être expliquée par l'existence d'un
plasma très instable dans cette zone, qui n'existe que par bouﬀées. Côté champ fort
(Fig. 4.13, à droite), la corrélation entre ﬂuctuations de densité et de température
est beaucoup plus faible et les oscillations de température sont très faibles.
Nous avons cherché à savoir si les ﬂuctuations observées suivaient la loi de Bolz-
mann. Celle-ci, une fois linéarisée, s'écrit :
δne
δVp
=
< ne >
< Te[eV ] >
.
Comme nous pouvions nous y attendre, vue l'amplitude des ﬂuctuations de la
température électronique, elle est mal vériﬁée côté champ faible. La pente de la
droite de régression sur les ﬂuctuations de densité tracées en fonction des ﬂuctua-
tions de potentiel vaut 5,5.1016. Le rapport de la densité électronique moyenne sur la
température électronique moyenne vaut lui 1,2.1017. Elle est bien vériﬁée côté champ
fort. La pente de la régression linéaire sur les ﬂuctuations de densité tracées en fonc-
tion des ﬂuctuations de potentiel vaut 3,2.1016. Le rapport de la densité électronique
moyenne sur la température électronique moyenne vaut lui 3,6.1016.
Nous avons tracé de même les ﬂuctuations de densité en fonction des ﬂuctuations
de potentiel en présence du champ magnétique vertical sur la ﬁgure 4.14. Le nuage
de points correspond aux ﬂuctuations observées dans la zone du plasma qui coincide
avec le volume de mesure du diagnostic de diﬀusion collective, c'est-à-dire au milieu
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Fig. 4.14  Fluctuations de densité en fonction des ﬂuctuations de potentiel plasma en pré-
sence de champ magnétique vertical, au centre du plasma et donc à l'intérieur
du volume de mesure du diagnostic de diﬀusion collective. Le coeﬃcient de
corrélation entre les deux variables est de 0,46.
de la petite section. Le taux de ﬂuctuation est un peu inférieur à celui constaté
vers l'intérieur du tore en absence de champ magnétique vertical. On observe un
coeﬃcient de corrélation faible entre les deux variables : 0,46.
Le coeﬃcient de corrélation entre les ﬂuctuations de température électronique
et les ﬂuctuations de densité (Fig. 4.15) ou de potentiel est très faible, inférieur à
0,2. La relation de Bolzmann n'est pas très bien vériﬁée. La pente de la régression
linéaire sur les ﬂuctuations de densité tracées en fonction des ﬂuctuations de potentiel
vaut 2,6.1016. Le rapport de la densité électronique moyenne sur la température
électronique moyenne vaut lui 9.1015. Cette observation a également été faite dans
le plasma de bord des tokamaks. Ces derniers sont peu diﬀérents du plasma observé
ici, en présence de champ magnétique vertical additionnel. En particulier, ils ont en
commun de présenter des lignes de champ magnétique ouvertes.
Ces résultats sont le fruit d'un premier essai. Ces mesures mériteraient d'être
reprises par la suite, aﬁn d'obtenir des résultats plus complets.
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Fig. 4.15  Fluctuations de densité en fonction des ﬂuctuations de température électronique
en présence de champ magnétique vertical, au centre du plasma. Le coeﬃcient
de corrélation entre les deux variables est très faible.
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Chapitre 5
LA DIFFUSION TURBULENTE
DANS TORIX
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5. LA DIFFUSION TURBULENTE DANS TORIX
I Facteur de forme statique
Les premiers résultats que nous présenterons concernent le facteur de forme sta-
tique. Le but est de mesurer la variation de la non-uniformité spatiale avec l'échelle
observée, de chercher s'il existe, comme dans les ﬂuides, une loi d'échelle et d'en
trouver, le cas échéant, l'exposant. Il s'agit aussi de valider l'hypothèse selon la-
quelle le mouvement du plasma aux échelles observées peut être considéré comme
un mouvement de masse (ﬂuide) convecté par de plus grandes échelles. L'étude a
été menée pour deux plasmas diﬀérents, l'un ayant un champ magnétique purement
toroïdal, l'autre ayant un petit champ magnétique vertical supplémentaire. Grâce à
la méthode d'étalonnage proposée au chapitre 2, nous sommes en mesure de donner
le facteur de forme en unité absolue, ce qui permet d'évaluer le poids des échelles
sondées et de rapporter celui-ci au taux de ﬂuctuation total, mesuré avec une sonde
de Langmuir.
I.1 Plasma en champ magnétique purement toroïdal
La variation de S2(−→k ) est étudiée pour cinq valeurs du champ magnétique : BT =
0,25 T, 0,28 T, 0,31 T, 0,34 T et 0,36 T (Fig. 5.1). Pour chacune de celles-ci, une série
de mesures a été réalisée pour diﬀérents k. Le signal de diﬀusion a été enregistré
et traité. Le facteur de forme statique à deux dimensions a été calculé en unités
absolues grâce à l'équation (2.36). Le résultat est tracé Fig. (5.1) à gauche, en unité
semi-logarithmiques.
Le facteur de forme est décroissant avec k. Il est très grand devant 1, cinq à
huit ordres de grandeur au dessus du niveau attendu pour un plasma à l'équilibre
thermodynamique. Un ajustement exponentiel sied signiﬁcativement mieux qu'un
ajustement en loi de puissance. Par ailleurs l'exposant de la loi de puissance trouvé
par un ajustement linéaire sur S2(−→k ) en unités logarithmiques dépend de la valeur
du champ magnétique, ce qui n'est pas compatible avec une loi universelle de la
turbulence développée.
Les ajustements linéaires réalisés en unités semi-logarithmiques sont visibles sur
la ﬁgure 5.1. Ils font apparaître une longueur caractéristique, lp (Fig. 5.2, comparable
au rayon de Larmor ionique à température ambiante ou un peu supérieur (ρci = 0,3 à
0,4mm). Cela signiﬁe que dans la gamme d'échelle sondée, il n'y a pas d'invariance
d'échelle, comme nous aurions pu nous y attendre en transposant rapidement la
théorie de Kolmogorov aux plasmas magnétisés.
On peut invoquer quantité de raisons pour expliquer un tel comportement. Tout
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Fig. 5.1  Le facteur de forme statique S2(~k). A gauche avec un champ magnétique pu-
rement toroïdal (BV= 0 mT); à droite avec une composante verticale supplé-
mentaire de BV = 1,8mT . BT = 0,25 T (points "×" entourés, en rouge), 0,28
T (points "+" en orange), 0,31 T, (points "*", en vert), 0,34 T (points "+"
entourés, en bleu) et 0,36 T (points "×", en violet).
c©2005 American Institute of Physics
d'abord, l'équation qui régit le mouvement du plasma n'est pas l'équation de Navier-
Stokes, comme pour les écoulements gazeux. Ensuite, nous observons des échelles
de l'ordre du rayon de Larmor ionique ou un peu supérieur (nous avons déjà vu
au chapitre 4 que nous ne pouvons pas le déterminer exactement). Il est possible
que des eﬀets de rayon de Larmor ﬁni expliquent une décroissance aussi rapide de
S2(
−→
k ), le mouvement cyclotron des particules tendant à uniformiser la densité à
des échelles égales ou inférieures à cette longueur caractéristique. Une telle obser-
vation de variation exponentielle avait déjà été faite avec le même diagnostic sur le
tokamak Tore Supra [59]. Une même logique a conduit à rechercher un ajustement
exponentiel. En unité log-log, on observait une rupture de pente marquée. Pour des
échelles supérieures au rayon de Larmor ionique, la pente était de 3 à 4,5, selon les
expériences, la pente pour des échelles inférieures, supérieure à 5,5 variait dans une
gamme encore bien plus grande. En unités semi-logarithmiques, en revanche, une
droite apparaissait, ajustant les points expérimentaux sur toute la gamme observée.
Nous avons observé l'évolution de la longueur caractéristique lp avec BT . Mais
comme il nous est impossible de mesurer la température ionique sur ToriX et que
la température électronique n'a pas été mesurée en même temps que le signal de
diﬀusion était enregistré, on ne peut comparer cette longueur ni avec le rayon de
Larmor ionique, ρci, ni avec le rayon de Larmor eﬀectif (faisant intervenir la masse
de l'ion et la température électronique), ρcs, qui apparaît naturellement dans un
certain nombre de théories. Mais l'ordre de grandeur suﬃt pour ces lois d'échelles.
Nous avons tout de même tracé (Fig. 5.2) cette longueur caractéristique en fonction
de l'inverse du champ magnétique et comparé avec le rayon de Larmor ionique moyen
(de l'argon) à température ambiante. Le paramètre lp est du même ordre que ρcs et
varie avec l'inverse de B.
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Fig. 5.2  Longueur caractéristique de décroissance du facteur de forme statique (croix
rouge en haut) et du rayon de Larmor calculé à température ambiante (croix
noires en bas) en fonction de l'inverse du champ magnétique
I.2 Plasma avec une petite composante magnétique verticale additionnelle
Comme expliqué au chapitre précédent, une petite composante verticale est ajou-
tée au champ magnétique pour stabiliser le plasma et limiter les phénomènes de
dérive. La valeur du champ magnétique vertical est ﬁxe pour toutes les mesures,
quelle que soit la valeur du champ magnétique toroïdal : BV = 0,18 T. On procède
de même pour mesurer le facteur de forme et on obtient les cinq séries tracées en
ﬁgure 5.1, à droite.
Le facteur de forme statique est signiﬁcativement plus petit, principalement aux
plus grandes échelles sondées. La loi de décroissance de S2(−→k ) en présence d'un
champ magnétique vertical est beaucoup moins évidente à déterminer qu'avec un
champ purement toroïdal. En eﬀet, comme les eﬀets de dérive de champs croisés
sont très atténués, le spectre temporel du signal diﬀusé est centré en 0 (voir chapitre
4); comme par ailleurs le spectre est plus étroit (largeur à mi-hauteur inférieure à 50
KHz) et que les très basses fréquences (inférieures à 3KHz) sont coupées ou aﬀectées
signiﬁcativement par le ﬁltre, il est clair que le résultat de l'intégration du spectre
sur les fréquences sera moins précis que lorsque le spectre est décalé par rapport à
l'origine. La partie du spectre interpolée (pour compenser l'eﬀet du ﬁltre) correspond
dans le premier cas à un intervalle qui a un poids considérable dans le spectre tandis
que dans le second, c'est juste une partie latérale du spectre qui est interpolée, sans
inﬂuence sur le résultat du calcul. Il semble en tout cas qu'une loi de puissance est
cette fois plus adaptée.
L'intérêt de se pencher sur le facteur de forme statique est aussi de valider les
hypothèses avancées au chapitre 2. Grâce à la mesure du facteur de forme à deux
dimensions en unités absolues, nous pouvons mesurer la partie des ﬂuctuations de
densité présente aux échelles observées par diﬀusion. Cette mesure est eﬀectuée en
supposant que la turbulence est isotrope dans les deux directions du plan orthogonal
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au champ magnétique. Le taux de ﬂuctuation lié à tous les vecteurs d'onde supérieurs
à kmin s'écrit :
< n˜2 >kmin=
n0
8pi3
2
√
pi
w
2pi
∫ +∞
kmin
S2(k⊥)k⊥ dk⊥. (5.1)
Une évaluation de cette intégrale est faite en utilisant les ajustements en loi
de puissance ou en exponentielle de S2(−→k ). Les contributions des échelles plus pe-
tites que celles observées sont négligeables et peu importe en fait le détail de la
décroissance de S2(−→k ) aux grands k, pourvu que celle-ci soit suﬃsamment rapide.
Pour BT = 0,28T , on trouve respectivement (suivant le type d'ajustement fait)
< n˜2 >kmin = 8.1014 et 1,3.1015m−3, l'ajustement exponentiel surestimant la contri-
bution des échelles observées. Cette quantité est comparée au taux de ﬂuctuation,
estimé en mesurant le taux de ﬂuctuation du courant de saturation ionique collecté
par une sonde de Langmuir. Le diamètre de celle-ci est de 0,22mm. A la position de
la sonde, le taux de variation du courant donne accès au taux de ﬂuctuation intégré
sur toutes les échelles sauf celles correspondant aux k plus grands que 28.000m−1.
Nous avons vu que les ﬂuctuations à ces échelles sont négligeables. Nous trouvons
< n˜2 > = 9.1015m−3. Ainsi l'ensemble des échelles observées par diﬀusion collective
ne contribue qu'à moins d'un dixième au taux de ﬂuctuation total. Il y a donc un
ordre de grandeur entre la contribution des échelles observées (jusqu'à quelquesmm)
et celle des grandes échelles.
Comme le spectre spatial de la vitesse présente vraisemblablement un compor-
tement similaire au spectre spatial de la densité, il est raisonnable de dire que les
déplacements de matière sont le fait des grandes échelles (plus grandes que l'échelle
d'observation). Par conséquent, l'hypothèse faite à l'équation (2.38) est valide dans
le cadre de notre expérience. Par ailleurs, nous avons vu au chapitre 4 qu'un faible
champ magnétique supplémentaire nous permettait d'obtenir un plasma homogène
et d'éviter les convections à très grande échelle qui rendent l'interprétation des
spectres diﬃcile (Eq. 2.39). En outre les spectres temporels du signal diﬀusé sont
centrés en zéro et leur largeur croît linéairement avec k. Ceci est caractéristique
d'un spectre représentatif du mouvement turbulent et sans vitesses de phase. Enﬁn,
le niveau de ﬂuctuation est tellement supérieur au niveau d'équilibre qu'une relation
linéaire entre les diﬀérentes variables ﬂuctuantes (comme la densité et la vitesse) est
hautement improbable. C'est pourquoi on peut, arguments expérimentaux à l'ap-
pui, aﬃrmer que le déplacement et la densité ne sont pas corrélés, comme supposé à
l'équation 2.41. Tous ces diﬀérents éléments étant acquis, l'équation 2.45 s'applique.
Nous pouvons dès lors assimiler la fonction d'autocorrélation du signal diﬀusé et la
distribution de probabilité des déplacements.
II Facteur de forme dynamique et mouvement du plasma : première
interprétation
II.1 Traitement du signal superhétérodyne
Les séquences temporelles du signal diﬀusé ayant été acquises (voir chapitre 4), il
s'agit dans un premier temps de calculer la densité spectrale du signal. On utilise
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pour cela un programme faisant intervenir l'algorithme de la transformée de Fourier
rapide [60]. Le principe est le suivant. Si on calcule directement la transformée de
Fourier sur l'ensemble des points, on a une résolution fréquentielle inutilement ﬁne
(qui augmente alors avec le nombre de points) mais la variance sur chaque point
est médiocre (et ne diminue pas si le nombre de points augmente). C'est pourquoi
on utilise plutôt un estimateur moyenné [61]. Les enregistrements d'un million de
points sont groupés en 488 paquets de 4096 points 1, deux paquets successifs se
recouvrant à moitié. La densité spectrale est évaluée en moyennant le module de la
transformée de Fourier rapide de chacun de ces paquets. Une fenêtre temporelle de
type Hanning est utilisée. Cette procédure est suivie à la fois pour le signal obtenu
en présence du plasma et pour le signal "blanc" obtenu en absence de plasma. Le
bruit étant constitué essentiellement du bruit thermique, du bruit photonique et des
battements parasites du laser, il est indépendant du signal. On peut donc l'éliminer
en soustrayant sa densité spectrale à celle obtenue à partir du signal enregistré en
présence d'un plasma. On gagne ainsi presque deux ordres de grandeurs sur le niveau
de bruit. Les deux signaux (signal de diﬀusion sur un plasma et signal blanc) étant
enregistrés coup sur coup, on élimine assez bien les pics lasers parasites, signe que
le laser est stable sur une durée de quelques minutes.
Seuls les plasmas obtenus en présence d'un champ magnétique vertical (1,8 mT)
se prêtent à une analyse en terme de fonction caractéristique de la distribution de
probabilité de déplacement, comme nous l'avons vu plus haut. Les spectres temporels
obtenus dans ces condtions ont toujours une largeur supérieure à 6 kHz. On peut
alors vériﬁer que l'inﬂuence des ﬂuctuations microscopiques, décrite à la section
IV.4 du chapitre 3, est bien négligeable. Avec un grand rayon de 0,6m et une vitesse
acoustique ionique de l'ordre de 2000m/s, l'élargissement (en fréquence) des spectres
temporels de diﬀusion collective sera donc de l'ordre de 500Hz. Nous pourrons
donc bien assimiler les spectres de diﬀusion collective aux spectres des ﬂuctuations
turbulentes de densité.
II.2 Ajustement de la fonction d'Ornstein sur la fonction d'autocorrélation
Nous avons dans un premier temps analysé les résultats obtenus dans ces condi-
tions à l'aide du modèle d'Ornstein, présenté au chapitre 1 (Eq. 1.12). Cette analyse
vient naturellement quand on admet que la distribution est gaussienne. En outre la
fonction d'Ornstein s'ajuste directement sur la fonction d'autocorrélation. Pour ob-
tenir cette dernière, nous avons calculé la transformée de Fourier inverse de la densité
spectrale, obtenue comme indiqué précédemment, par un algorithme de transformée
de Fourier rapide. Pour éviter des eﬀets parasites dûs à l'élimination par ﬁltrage
analogique des basses fréquences (qui peuvent créer des oscillations de la fonction
d'autocorrélation sur des temps longs), il a fallu au préalable interpoler la densité
spectrale dans la bande de fréquence éliminée par le ﬁltre BF. Nous avons choisi une
interpolation parabolique entre −4 et 4KHz. Le détail ﬁn de la densité spectrale
1. Le nombre de points par paquet et donc le nombre de paquets à nombre de points ﬁxés est
le résultat d'un compromis entre la résolution fréquentielle recherchée et le nombre de moyennes
nécessaire pour obtenir un spectre exploitable.
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autour de son maximum intervient très peu dans la forme de la décroissance de la
fonction d'autocorrélation. Avec une telle interpolation, on peut estimer ﬁable l'es-
timation ainsi obtenue pour des temps allant jusqu'à 40µs (soit environ 15 % de la
période associée à 4KHz). Nous avons ensuite travaillé avec le module de la fonction
d'autocorrélation, pour s'aﬀranchir d'éventuels eﬀets Doppler moyens.
On peut vériﬁer (Fig. 5.3) que le temps d'autocorrélation du signal est bien plus
petit que la période d'enregistement (0,5 s). Cela permet d'aﬃrmer que nous avons
bien réalisé une moyenne temporelle sur un temps suﬃsamment long pour que celle-
ci puisse être assimilée à une moyenne d'ensemble, comme nous l'avions supposé au
chapitre 2 (section V).
Un programme permet ensuite d'ajuster le module de la fonction d'autocorréla-
tion à la fonction d'Ornstein déjà citée :
C(τ) = Ae−k
2u2τc(τ−τc+τce−τ/τc ) (5.2)
Rappelons que u est la vitesse quadratique moyenne turbulente et τc est un temps
de collision turbulent. Si l'ajustement permet d'obtenir ces paramètres , il est pos-
sible de déduire un coeﬃcient de diﬀusion turbulent : D = u2/τc (cf. chapitre pre-
mier).
L'algorithme permettant de réaliser un tel ajustement est de type Levenberg-
Marquardt [62]. C'est un algorithme itératif qui nécessite d'initialiser les valeurs
des paramètres. Le paramètre k est connu car le banc a été étalonné. Il est donc
ﬁxé. Le paramètre d'amplitude A est quasiment donné par la valeur de la fonction
d'autocorrélation en 0. Les paramètres u et τc sont plus délicats à saisir. Une méthode
consiste à ajuster une exponentielle puis une gaussienne sur la courbe expérimentale.
Ce sont les deux formes limites de la fonction d'Ornstein. L'ajustement exponentiel
donne une approximation de u2/τc; l'ajustement gaussien donne une approximation
de u2. Nous avons pu vériﬁer en essayant plusieurs amorces diﬀérentes que cette
méthode donne de bons résultats.
Des enregistrements ont été faits pour les valeurs de champ magnétique toroïdal
suivantes : 0,22 T, 0,25 T, 0,28 T, 0,31 T, 0,34 T et 0,36 T, toujours en présence d'un
champ vertical BV = 1,8mT . Pour chaque valeur de champ magnétique, on réalise
une série d'enregistrements en faisant varier le paramètre k. La série des enregistre-
ments faits avec BT = 0,31 T n'a pas été exploitée car pour une raison inconnue,
les spectres temporels présentent deux bosses qui se distinguent très clairement aux
plus grandes valeurs de k. La comparaison entre les courbes expérimentales et leur
ajustement numérique peut être visualisée (Fig. 5.3) pour la série correspondant à
BT = 0,34 T.
Les ajustements épousent bien les courbes expérimentales. Cependant, pour s'as-
surer de la cohérence du modèle, il faut vériﬁer que les paramètres u et τc ne dé-
pendent pas de k. Certes, on trouve dans la littérature des coeﬃcients de diﬀusion
turbulent qui dépendent de l'échelle sondée. Mais quand on reporte une telle dé-
pendance en k dans l'expression (5.2), on voit que l'on aboutit à une contradiction
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Fig. 5.3  Modules des fonctions d'autocorrélation du signal pour diﬀérents vecteurs d'onde
d'analyse et avec BT = 0,34 T (courbes noires) et leur ajustement avec la fonc-
tion d'Ornstein (courbes rouges, limitées aux temps courts). Les deux courbes se
superposent dans l'épaisseur du trait.
avec l'hypothèse à la base du modèle : on n'a plus une simple dépendance en k2
de l'argument de l'exponentielle, c'est-à-dire que la distribution de probabilité du
déplacement n'est pas gaussienne. Il est donc nécessaire d'étudier une éventuelle dé-
pendance en k de u et de τc. Ces deux paramètres sont tracés en fonction de k sur
les ﬁgures 5.4 et 5.5 pour toutes les valeurs de champ magnétique étudiées, de 0,22
T à 0,36 T.
On observe que le paramètre u est convenablement constant avec k sur la gamme
d'échelle étudiée. Il n'en va pas de même avec le paramètre τc, qui varie de plus
d'un facteur 2 tandis que k varie de moins d'un facteur 3. Cette variation est sys-
tématique (quelle que soit la valeur du champ magnétique) et signiﬁcative. Il y a
donc une dépendance entre le paramètre ajustable τc et k. Ces derniers sont presque
inversement proportionnels. Vu que le paramètre u est constant avec k, cela entraine
une dépendance de D en k−1. Comment un modèle qui ajuste aussi bien les courbes
expérimentales se trouve-t-il ﬁnalement mis en défaut? Cela tient à la nature même
de la fonction d'Ornstein. Sa transformée de Fourier est capable de s'ajuster à des
courbes allant de la gaussienne à la lorentzienne. C'est peu dire que c'est une fonction
versatile, capable en fait de s'ajuster sur un grand nombre de courbes.
Quoi qu'il en soit, l'hypothèse d'une distribution de probabilité des déplacements
gaussienne se trouve mise en doute. Nous allons donc procéder dans la section sui-
vante à un nouveau dépouillement qui a pour objet de vériﬁer cette hypothèse d'une
distribution gaussienne du déplacement.
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Fig. 5.4  Le paramètre u en fonction de k pour diﬀérentes valeurs de BT . BT = 0,22 T
(en noir), 0,25 T (en rouge), 0,28 T (en orange), 0,34 T (en bleu) et 0,36 T
(en violet). On observe que la vitesse u est approximativement indépendante de
k et de B.
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Fig. 5.5  Le paramètre τc en fonction de k pour diﬀérentes valeurs de BT . BT = 0,22 T
( en noir), 0,25 T (en rouge), 0,28 T (en orange), 0,34 T (en bleu) et 0,36 T
(en violet). On observe une décroissance systématique de ce temps avec k.
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Fig. 5.6  Les paramètres u et τc obtenus avec l'ajustement sur la fonction d'autocorrélation
(points "+") et avec l'ajustement sur la densité spectrale (points "X") pour deux
valeurs de champ magnétique vertical : 0,28 T (en haut) et 0,36 T (en bas). Les
deux méthodes donnent des résultats très proches, ce qui exclut en particulier
l'inﬂuence de l'interpolation de la densité spectrale autour de la fréquence nulle
sur le calcul de la fonction d'autocorrélation aux temps inférieurs à 40 µs.
Avant cela, nous avons souhaité vériﬁer que cette variation de τc avec k n'était
pas un eﬀet de l'interpolation opérée sur les densités spectrales autour de la fré-
quence nulle. Cette dernière pourrait déformer légèrement mais suﬃsamment les
fonctions d'autocorrélation calculées à partir des spectres interpolés. Pour vériﬁer
les résultats obtenus de cette manière, une autre méthode a été suivie qui permet
d'ajuster directement sur la densité spectrale 2(et non pas la fonction de corrélation),
en prenant soin de ne pas prendre en considération dans le calcul du χ2 les points
qui correspondent à des résidus de pics laser parasites et aux fréquences coupées
par les ﬁltres. Le programme d'ajustement minimise le χ2 entre la densité spectrale
expérimentale et la transformée de Fourier rapide de la fonction d'Ornstein. Les
résultats obtenus pour les paramètres u et τc sont comparés à ceux obtenus avec la
méthode précédente (Fig. 5.6). Ils sont tout à fait similaires.
III Dépendance en k de la fonction d'autocorrélation : statistique non
gaussienne des déplacements
Le dépouillement précédent a mis en évidence une contradiction entre l'hypothèse
de base du modèle d'Ornstein et les résultats expérimentaux. Dans ces conditions
de deux choses l'une : soit cette hypothèse n'a pas lieu d'être, ce qui constitue une
2. Nous avons repris ici un programme écrit par Pascale Hennequin pour ajuster les spectres
temporels obtenus avec ALTAIR sur Tore Supra.
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nouveauté tout à fait intéressante, soit la variation de τc avec k est un artéfact
lié à l'algorithme d'ajustement numérique. Cette dernière possibilité est à prendre
en compte, car comme cela a été rappelé plus haut, la fonction d'Ornstein est assez
versatile. En forçant un peu la main à cet algorithme, il n'est pas impossible d'obtenir
des paramètres constants avec k et néanmoins des courbes qui s'ajustent encore
convenablement aux courbes expérimentales, même si le χ2 est un peu moins bon.
Nous montrons ici qu'il n'en est rien et mettons en évidence une propriété de la
turbulence dans notre plasma.
III.1 Dépendance en k de la fonction d'autocorrélation temporelle
Comme nous l'avons montré, la fonction d'autocorrélation temporelle du signal
diﬀusé, une fois normalisée, est égale à la transformée de Fourier spatiale de la distri-
bution des déplacements du plasma à un temps donné, Pˆ (k τ). A la ﬁn de la section
précédente nous avons par ailleurs montré que la fonction d'autocorrélation expéri-
mentale, calculée à partir des densités spectrales interpolées, ne souﬀre pas de biais
signiﬁcatifs dans la limite des temps inférieurs à environ 40µs. Nous avons jusqu'ici
étudié la dépendance en temps de la fonction d'autocorrélation. Cela nécessitait un
modèle qui présupposait une dépendance en k de Pˆ . Nous revenons ici à un niveau
plus fondamental : nous étudions la dépendance en k de CN(−→k , τ) 3.
Chaque enregistrement temporel ne correspond qu'à un seul vecteur d'onde. Notre
banc ne permet pas en eﬀet de visualiser plusieurs vecteurs d'onde simultanément.
Cependant, comme les plasmas obtenus à paramètres contrôlables constants sont
reproductibles, il est possible de reconstituer la dépendance en k de CN(−→k , τ) à
diﬀérents instants τ0 en relevant la valeur des fonctions d'autocorrélation obtenues
pour une même valeur de champ magnétique mais pour des valeurs de k diﬀérentes,
comme indiqué sur la ﬁgure 5.7. On obtient alors pour diﬀérents temps une fonction
de k, CN(k, τ0) = Pˆ (k, τ0). Les résultats sont tracés sur la ﬁgure 5.8 en échelle
semi-logarithmique (−log(C(k,t) en fonction de k) pour les trois valeurs de champ
magnétique étudiées : BT = 0,28 T, 0,34 T, et 0,36 T.
III.2 Analyse de la dépendance en k de P (k, τ)
Contraintes sur les modèles
A l'aide de la méthode exposée ci-dessus, nous obtenons pour chaque valeur de
champ magnétique une série de courbes P (k, τ0) pour diﬀérents temps τ0. Sans
hypoyhèse restrictive, nous étudierons le logarithme de la fonction d'autocorrélation :
Ec(k, τ0) = −log CN(k, τ0). (5.3)
Vu le petit nombre de points pour chaque série (cinq à six), nous établissons quelques
contraintes de façon à limiter le nombre de paramètres ajustables dans les modèles.
3. CN est la fonction d'autocorrélation normalisée. Elle a été obtenue en normalisant C au
paramètre A qui a été obtenu par ajustement avec la fonction d'Ornstein.
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Fig. 5.7  Reconstitution de la variation en k de CN (k, τ0). Les diﬀérentes courbes cor-
respondent aux logarithmes des fonctions d'autocorrélation temporelle du signal
diﬀusé en fonction du temps obtenues pour diﬀérents angles de diﬀusion et cor-
respondant donc à des nombres d'ondes diﬀérents.
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La première contrainte est évidente. Une distribution est normalisée. L'intégrale sur
R de P vaut 1, soit Pˆ (k = 0,τ) = 1 pour tout τ . Alors :
Ec(k = 0,τ) = 0, pour tout τ (5.4)
En outre, comme dans nos expériences la vitesse moyenne du plasma est nulle, la
dérivée de Pˆ est nulle en ce point, dans le cas bien sûr où cette fonction est dérivable
par rapport à k en k=0. Montrons cela en écrivant que le déplacement moyen est
nul :
< ∆ >=
∫
∆P (∆ | τ)d∆ = i
(
∂Pˆ (k | τ)
∂k
)
k=0
= 0 (5.5)
Alors (
∂Ec(k,τ)
∂k
)
k=0
=
(
∂Pˆ (k | τ)
∂k
)
k=0
= 0 (5.6)
Présentation de deux modèles statistiques et de leur fonction caractéristique
Le premier modèle est le modèle gaussien standard. Dans ce cadre, avec une vitesse
moyenne nulle, nous avons :
P (∆ | τ) = 1
2pi < ∆2 >
exp
− ∆2
2<∆2>(τ) . (5.7)
Dans ce cas, CN(k, τ) présente aussi une dépendance gaussienne avec k. La fonction
Ec, déﬁnie à l'équation (5.3), doit alors présenter une dépendance quadratique en k :
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Fig. 5.8  Ec en fonction de k à diﬀérents instants :
BT = 0,28 T à τ0 = 10, 15, 20 et 30 µs (à gauche), à τ0 = 10µs (à droite);
BT = 0,34 T ) à τ0 = 5, 10, 15, 20, 30 et 40 µs (à gauche), à τ0 = 2, 2,5, 3,5,
4 et 5µs (à droite);
BT = 0,36 T. à τ0 = 10, 15, 20, 25, 30 et 35 µs (à gauche), à τ0 = 2,5 et 10µs
(à droite).
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Fig. 5.9  log(Ec) en fonction de log(k) à diﬀérents instants : τ0= 2,5, 5, 10, 15, 20, 30,
35 et 40 µs. BT = 0,36 T. Un ajustement linéaire est tracé pour τ = 2,5µs
(pente = 2, en bas) et pour τ = 40µs (pente = 1,1, en haut)
Ec =
1
2
< ∆2 > (τ) k2 (5.8)
Les résultats présentés sur la ﬁgure 5.8 mettent en doute un tel modèle car l'aspect
des variations avec k obtenues suite à ce nouveau dépouillement tient davantage de
la droite que de la parabole. C'est pourquoi nous envisageons la possibilité d'un com-
portement de type "vol de Lévy", [12, 15] qui généralise le comportement gaussien,
comme nous l'avons vu au chapitre 1 (Eq. 1.15). Dans le cas d'une marche aléatoire
de type "vol de Lévy" dans un volume illimité, l'expression générale de Ec s'écrit :
Ec = b k
α avec 0 < α 6 2 (5.9)
α = 2 correspond au cas gaussien. Dans un volume ﬁni, cette expression doit être
corrigée, en particulier pour les petits k.
Confrontation aux résultats expérimentaux
Aﬁn de mettre en évidence une loi de puissance en k pour Ec et le cas échéant
l'exposant α, nous avons tracé le logarithme de Ec en fonction du logarithme de
k à diﬀérent instants et pour diﬀérentes valeurs du champ toroïdal (Fig. 5.9 pour
BT = 0,36 T; Fig. 5.10 pour BT = 0,28 et 0,34 T). Ces courbes montrent qu'un
ajustement linéaire de la forme log Ec = α log k + log b, caractéristique des modèles
de Lévy, peut être obtenu. Le paramètre α est l'exposant de Lévy et d = b1/α
est un paramètre homogène à une distance reliée à la largeur de la fonction de
distribution du déplacement. Les paramètres α et d obtenus par ajustement linéaire
sur les courbes des ﬁgures 5.9 (BT = 0,36 T) et 5.10 (0,28 T et 0,34 T) sont tracés
en fonction du temps sur la ﬁgure 5.11.
Pour toutes les valeurs de champ magnétique toroïdal utilisées, on constate une
distribution gaussienne des déplacements (α = 2) aux temps courts (τ < 10µs),
comme le suggéraient les courbes de la ﬁgure 5.8, à droite. Le paramètre α décroît
ensuite avec le temps d'une valeur proche de 2 à une valeur proche de 1,1 (Fig. 5.11,
en haut). A un temps donné, un léger aﬀaissement de la pente est sensible quand k
croît (Fig. 5.9, à droite). Le paramètre d (Fig. 5.11, en bas) croît linéairement avec
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Fig. 5.10  log(Ec) en fonction de log(k) à diﬀérents instants. A gauche, BT = 0,28 T :
τ0= 5, 10, 15, 20 et 30 µs. A droite BT = 0,34 T : τ = 2, 2,5, 4, 5, 10, 15, 20,
30 et 40 µs
le temps. Le taux d'accroissement de d, homogène à une vitesse vaut 54, 32, et 28
m/s respectivement pour les valeurs de champ magnétique toroïdal de 0,28 T, 0,34
T et BT = 0,36 T (Fig. 5.11, en bas).
Avant de commenter ces résultats, nous proposons de les regarder d'une autre
manière. Nous avons mis sur un même graphique toutes les fonctions d'autocorré-
lation obtenues pour une même valeur de champ magnétique toroïdal (Fig. 5.12, en
haut). Supposons que ces fonctions sont de la forme
CN(k, τ) = e
−(d(τ)k)α .
Prenons les logarithmes de ces fonctions et multiplions les par (k0/k)α, k0 étant une
constante de l'ordre de grandeur des nombres d'onde utilisés (nous avons pris ici
k0 = 1000m
−1). Pour revenir aux unités habituelles de la fonction d'autocorrélation,
prenons l'exponentielle de ce produit. Si l'hypothèse d'une variation de log CN en kα
est correcte, on doit obtenir une série de valeurs expérimentales ainsi renormalisées
qui ne dépendent plus de k :
Ckα = e
(
k0
k
)α ln(CN (k, τ)) = e−(d(τ)k0)
α
Sur la ﬁgure 5.12, nous avons eﬀectué cette renormalisation pour deux valeurs
de α : α = 2 (au milieu) correspondant à l'hypothèse d'une fonction de distribu-
tion gaussienne et α = 1,1 (en bas). Il est clair que les courbes renormalisées se
superposent mieux dans le second cas. A deux remarques près. Lorsqu'on choisit de
renormaliser avec α = 1,1, on voit que la corrélation qui correspond à la plus petite
valeur de k met plus de temps à converger vers les autres. Au contraire, quand on
choisit α = 2, les deux courbes correspondant aux deux plus petites valeurs de k sont
pour ainsi dire confondues. Il apparaît donc que la convergence vers une distribution
de Lévy n'est pas immédiate et que dans l'espace de Fourrier, cette convergence est
plus lente pour les grandes échelles.
III.3 Interprétation des résultats
Les processus stables de Lévy semblent donc appropriés pour rendre compte des
fonctions caractéristiques observées. Il existe cependant quelques divergences par
rapport à une unique loi de puissance. On observe notamment une décroissance
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Fig. 5.11  Paramètres issus des ajustements linéaires sur log(Ec) : α (en haut) et d (en
bas) en fonction du temps pour BT = 0,28 T (points "x" en rouge), 0,34 T
(points "x" entourés en bleu) et 0,36 T (points "+" en violet).
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If P(∆|τ) is a Lévy distribution with an exponent α,
CN(τ|k) = exp[- (d(τ) k)α]. Then
Cα(τ) = exp[ln CN(τ|k) (k0/k)α] should not 
depend on k : Cα(τ) = exp[- (d(τ) k0)α].
For α=2, Ck2(τ) = exp[ln CN(τ|k) (k0/k)2] does, 
except at short time, especially for large scales 
(small k’s).
For α=1.1, Ck1.1(t) = exp[ln CN(t|k) (k0/k)1.1],
does not, except for small time, especially for 
large scales (small k’s).
α=2
α=1.1
Fig. 5.12  Renormalisation des fonctions d'autocorrélation. En haut, les fonctions d'au-
tocorrélations expérimentales. Au mileu, renormalisation avec α = 2. En bas,
renormalisation avec α = 1,1. La renormalisation utilisée est de la forme
exp((k0/k)α ln(CN ))
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de l'exposant de Lévy avec le temps. Plusieurs explications peuvent être avancées.
Contrairement à la statistique gausienne, une statistique de Lévy avec 0 < α < 2 fait
intervenir une distribution à décroissance lente : les évènements extrêmes sont rares
mais possibles. En conséquence, une marche aléatoire dont la statistique devrait
converger vers une distribution stable de Lévy y parvient seulement dans un volume
illimité et en l'absence de limitation au niveau des vitesses de déplacement.
On peut penser que l'évolution de l'exposant α avec le temps est due principale-
ment aux vitesses ﬁnies, comme le suggère le modèle de Schlessinger [17]. Le fait que
l'intervalle de vitesse eﬀectivement accessible soit limité empêche des déplacements
très longs, notamment aux temps courts. En particulier, s'il existe une vitesse qua-
dratique moyenne, w, la probabilité d'un déplacement ∆ après un temps τ beaucoup
plus grand que w τ est négligeable. L'eﬀet de cette limitation est plus fort aux temps
courts et plus sensible aux grandes échelles (aux petits k). Il devient de moins en
moins fort au fur et à mesure que le temps augmente.
Ces remarques sont cohérentes avec les observations de la ﬁgure 5.9 (à droite) et
de la ﬁgure 5.11. Aux temps courts, la fonction de distribution des déplacements
a toutes les chances d'être une image de la distribution en vitesse : ∆ = v τ , v
étant la vitesse (supposée constante pendant le temps d'observation) de la particule
ﬂuide pendant ce court déplacement. En quelque sorte, en reprenant un modèle de
marche aléatoire, on est alors en train de regarder les particules faire leur premier
pas. Comme aux temps courts l'exposant de Lévy α est proche de 2, cela signiﬁe
que la distribution en vitesse des particules ﬂuides est proche d'une gaussienne : il
existe une vitesse turbulente quadratique moyenne w.
Aux temps plus longs, nos observations permettent de tirer d'autres conclu-
sions. Comme la fonction de distribution des déplacements turbulents tend vers
une distribution de Lévy avec un exposant α proche de 1,1 alors que la distribu-
tion des vitesses turbulentes est proche d'une gaussienne, nous concluons que la
vitesse lagrangienne a une fonction d'autocorrélation temporelle qui présente une
décroissance lente, c'est-à-dire qui n'a pas de temps caractéristique associé. Dans
le cas contraire, l'existence simultanée d'une vitesse et d'un temps caractéristiques
impliquerait l'existence d'une longueur caractéristique et donc une distribution des
déplacements turbulents gaussienne ou convergeant rapidement vers une gaussienne.
Enﬁn, l'existence d'une vitesse turbulente caractéristique est également compatible
avec l'observation faite sur la ﬁgure 5.12, à savoir que les grandes échelles convergent
moins vite que les petites. Les grandes échelles correspondent aux trajets les plus
rapides, à vitesse caractéristique constante, à savoir des déplacements qui font in-
tervenir le moins de changements de direction possible et donc des pas longs. Nous
avons déjà conclu que des pas longs correspondent à des déplacements pour les-
quels la perte de mémoire de la vitesse initiale est lente. Ces pas longs ne peuvent
être obtenus que progressivement. Aux temps trop courts pour laisser le temps aux
particules ﬂuides d'achever ces pas longs, les déplacements de cette échelle restent
une image de la distribution en vitesse, à savoir une gaussienne. Ce n'est qu'ensuite,
lorsqu'on a laissé le temps aux pas de cette échelle de s'additionner avec d'autres pas
d'échelle équivalente ou plus petite que la convergence vers la statistique de Lévy
limite a lieu.
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Compte-tenu des conclusions précédentes, la possibilité d'un comportement asymp-
totique linéaire en k de Ec (α = 1) est considérée. Le fait de travailler avec une valeur
ﬁxe de α donne plus de sens à l'évolution du paramètre d avec le temps. En eﬀet,
dans le cas où l'exposant change, la signiﬁcation de d change également. Pour α = 2,
d est la longueur caractéristique de la distribution : tous les déplacements eﬀective-
ment possibles à un instant donné sont de l'ordre de d. C'est de moins en moins
vrai dès que α diminue : les queues des distributions prenant alors une importance
croissante. Nous nous attendons à ce que la convergence vers l'asymptote en k soit
plus rapide et donc plus marquée aux temps longs qu'aux temps courts. Nous allons
donc à nouveau analyser les résultats expérimentaux en utilisant les deux hypothèses
limites : α = 1 et α = 2.
Les ajustements linéaires sur Ec (et quelques ajustement quadratiques) sont pré-
sentés sur la ﬁgure 5.8. Comme on recherche un comportement asymptotique et
non une pure statistique de Lévy, on autorise la droite à ne pas passer par l'origine
(k = 0). Les ajustements linéaires sont alors de la forme d′ k + c. D'après l'équation
5.6, la pente à l'origine de Ec doit être nulle. Par conséquent, pour que le modèle
soit cohérent, il est nécessaire que le paramètre c soit toujours négatif, aux barres
d'erreur près. D'autre part, pour comparer une nouvelle fois avec le modèle gaussien,
nous avons aussi réalisé un ajustement parabolique de la forme K2 k2.
Les résultats de ces deux ajustements, eﬀectués sur les fonctions de corrélation
obtenus avec les champs magnétiques toroïdaux BT = 0,34 T et BT = 0,36 T, sont
présentés dans le tableau 5.1. La qualité des ajustements est estimée par le χ2. Hor-
mis aux temps courts (τ < 10µs) l'ajustement linéraire est toujours clairement le
meilleur. Nous pouvons une nouvelle fois vériﬁer que la distribution des déplace-
ments n'est pas une fonction gaussienne de k. Le paramètre c est systématiquement
et signiﬁcativement (au sens de l'incertitude statistique) négatif, comme nous l'at-
tendions. Ceci est cohérent avec un comportement asymptotique en k de type "vol
de Lévy". (la loi de puissance en α pour Ec existe pour les grands k, c'est-à-dire les
petites échelles, la notion de "grand" et de "petit" dépendant, comme nous l'avons
vu, du temps). Un exposant de Lévy existe et cet exposant est plus proche de 1
que de 2. La distribution des déplacements turbulents est donc une fonction de la
distance plus large que la gaussienne. La même procédure, appliquée aux résultats
obtenus avec BT = 0,28 T, mène à la même conclusion.
Le paramètre d′ obtenu à partir de l'ajustement linéaire sur Ec (Fig. 5.8) croît
linéairement avec le temps, quelle que soit la valeur du champ magnétique toroïdal
considérée, 0,28, 0,34, ou 0,36 T. Dans les trois cas, un ajustement linéaire de la forme
est réalisé sur d′ : d′ = u τ + a0. Les trois séries donnent le même résultat : u est
proche de 40m/s (Fig. 5.13). Ce résultat est diﬀérent de celui obtenu précédemment,
où le paramètre homogène à une vitesse variait avec BT .
Si le comportement asymptotique que nous observons dans le domaine des vec-
teurs d'onde accessibles au banc optique pouvait être étendu à toutes les valeurs de
k et à tout instant, alors on aurait Pˆ (k|τ) = e−kuτ et la fonction de distribution des
déplacements serait une lorentzienne :
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χ2 BT = 0,34 T BT = 0,36 T
τ(µs) ﬁt parabolique ﬁt linéaire ﬁt parabolique ﬁt linéaire
2.5 6,6e-6 3,0e-5 1,0e-4 3,3e-5
5 6,5e-5 8,3e-5 5,8e-4 9,1e-5
10 1,9e-3 2,6e-4 4,8e-3 3,0e-4
20 4,4e-2 7,2e-4 1,2e-1 7,8e-4
30 2,6e-1 1,1e-3 6,0e-1 1,2e-3
40 3,7e 0 1,5e-3 1,4e 0 1,6e-3
Tab. 5.1  χ2 (non normalisé) des ajustements sur Ec(k) avec une parabole et une droite
pour BT = 0.34 et 0.36 T. Pour BT = 0.36 T le meilleur ajustement est toujours
linéaire.
P (∆|τ) = 1
pi u τ
1
1 + ( ∆
u τ
)2
. (5.10)
Il est bon de rappeler que u est certes homogène à une vitesse mais n'est en aucun
cas une vitesse moyenne ou une vitesse quadratique moyenne. L'équation 5.10 décrit
une expansion auto-similaire de la distribution de probabilité du déplacement qui
s'élargit à la vitesse u. Une telle expansion est beaucoup plus rapide que ce que pro-
duirait une diﬀusion brownienne. Pour celle-ci, la distribution de probabilité est une
gaussienne dont l'écart-type croît comme la racine carrée du temps. La distribution
de probabilité 5.10 s'apparente à un processus d'explosion de la matière. Puisqu'une
telle distribution de probabilité n'a pas de valeur quadratique moyenne du déplace-
ment ∆ à un temps t donné, et il est a fortiori impossible de déﬁnir une variation
temporelle de < ∆2 > avec le temps. Partant, il n'y a pas de mécanisme "diﬀusif"
au sens de la diﬀusion "brownienne", le rapport de < ∆2 > /t n'est pas déﬁni, il
n'y a pas de coeﬃcient de diﬀusion et pas d'équation de transport du type de la
"loi de Fick". La turbulence que nous observons dans "ToriX" implique des ﬂux de
particules qui ne peuvent être modélisés avec des équations de diﬀusion. Cela rejoint
d'autres observations faites dans des plasmas magnétisés de géométrie très variées
[63, 64], qui révèlent des épisodes de transport intermittents. D'autres approches
doivent être développées pour rendre compte du transport turbulent existant dans
ces plasmas.
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Fig. 5.13  Variation du coeﬃcient d′ de la fonction caractéristique du déplacement en
fonction du temps pour diﬀérentes valeurs de champ magnétique. En rouge,
BT = 0,28 T; en bleu, BT = 0,34 T et en violet BT = 0,36 T. On observe une
croissance linéaire de d′ avec le temps à une vitesse de 40m/s, quelle que soit
la valeur du champ magnétique.
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CONCLUSION
Les recherches présentées dans cet ouvrage ont permis des avancées tant sur la
caractérisation du mouvement turbulent à travers un champ magnétique toroïdal
que sur la compréhension du diagnostic de diﬀusion collective lui-même.
En ce qui concerne ce dernier point, nous avons justiﬁé l'interprétation de la diﬀu-
sion de la lumière aux grandes échelles comme étant une diﬀusion sur les ﬂuctuations
de la densité ﬂuide. Nous avons mené pour cela un calcul prenant en compte le carac-
tère discret des particules et les ﬂuctuations induites par le mouvement thermique
de ces dernières. Il en résulte que le caractère discret des diﬀuseurs est négligeable,
quoique potentiellement sensible. Nous avons par ailleurs écrit les conditions dans
lesquelles il est possible d'identiﬁer la fonction d'autocorrélation du signal diﬀusé à
la fonction caractéristique de la distribution des déplacements turbulents.
Nous avons mis en évidence que l'ajout d'une petite composante verticale au
champ magnétique toroïdal permet d'obtenir un plasma uniforme. Nous avons élargi
la méthode classique de la caractéristique d'une sonde de Langmuir pour observer
localement et simultanément les ﬂuctuations de potentiel, de densité et de tempéra-
ture, en montrant que celles-ci ne relève pas d'un simple modèle d'onde progressive.
Les fonctions d'autocorrélation du signal diﬀusé, identiﬁées à la fonction caractéris-
tique du déplacement turbulent, ont été analysées. Il s'est avéré que la statistique du
déplacement turbulent à un temps donné présente les caractéristiques d'une marche
de Lévy, avec un paramètre α proche de 1. C'est une observation originale en phy-
sique des plasmas. En mécanique des ﬂuides, il est possible de mesurer l'écart-type
de la distance entre deux traceurs initialement placés au même point. Rien de tel
n'existe en physique des plasmas et seules des preuves indirectes de l'existence de sta-
tistiques de Lévy pour le déplacement turbulent étaient disponibles jusque là. Nous
apportons ici un résultat qui peut être rapporté directement aux modèles théoriques.
Bien sûr, ce résultat ne tient que pour un plasma conﬁné par un champ magné-
tique toroïdal, sans transformée rotationnelle et sans cisaillement. Une étude de la
statistique du déplacement turbulent par diﬀusion collective doit être maintenant
menée sur d'autres machines. Par ailleurs, les conséquences de l'existence d'une telle
distribution du déplacement turbulent sur le transport à grande échelle mériterait
d'être examinées.
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